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CHAPITRE 1. INTRODUCTION
1.1 Des solitons incohérents à la turbulence d’ondes
L’évolution des propriétés de cohérences d’ondes optiques se propageant dans des milieux
non-linéaires a été étudiée depuis l’avènement de l’optique non-linéaire dans les années 1960, en
raison du faible degré de cohérence des premières sources lasers [1]. Cependant, ce n’est que ré-
cemment que la dynamique non-linéaire d’ondes optiques partiellement cohérentes a connu un
renouveau d’intérêt, notamment avec les premières démonstrations expérimentales de solitons
optiques incohérents dans les matériaux photoréfractifs [2, 3]. Ces structures résultent d’un effet
d’auto-piégeage spatial de lumière incohérente qui se propage dans un milieu non-linéaire dont
la réponse est fortement non-instantanée [4, 5]. Notons que cet effet remarquable est possible
grâce à cette réponse non-linéaire extrêmement lente qui donne lieu à un moyennage effectif des
fluctuations temporelles du champ optique lorsque le temps de réponse non-linéaire est beau-
coup plus grand que le temps de cohérence de la lumière. La simplicité remarquable de ce type
d’expériences dans les matériaux photoréfractifs a stimulé l’étude théorique de nombreuses nou-
velles propriétés de propagation d’ondes optiques non-linéaires partiellement cohérentes, ce qui
a permis de revisiter des effets comme l’instabilité modulationnelle induite par des ondes inco-
hérentes ou les solitons « noirs » incohérents [4, 5]. De nos jours, l’étude de l’optique non-linéaire
avec des ondes partiellement cohérentes recouvre de vastes domaines de recherches, comme la
génération de supercontinuum dans les fibres à cristaux photoniques [6], les lasers aléatoires [7], la
filamentation [8], la condensation de lumière [9], ou encore le grand intérêt suscité par la compré-
hension des mécanismes sous-jacents à la formation de vagues d’amplitudes extrêmes (« vagues
scélérates ») dans un environnement d’ondes aléatoires [10–13].
Il est important de souligner que l’étude de l’optique non-linéaire avec des ondes incohé-
rentes constitue une branche particulière de la turbulence [14–17]. Dans son sens le plus large,
la turbulence d’ondes se rencontre dans de nombreux systèmes d’ondes non-linéaires aléatoires,
aussi bien aux petites échelles dans les condensats de Bose-Einstein, qu’aux échelles intermé-
diaires dans les océans, ou encore aux grandes échelles en astrophysique. La théorie de turbulence
d’ondes fournit une description détaillée d’ondes aléatoires dispersives dans le régime où les ef-
fets non-linéaires restent perturbatifs par rapport aux effets linéaires de dispersion. Notons que
la théorie de turbulence d’ondes se trouve à l’interface de différentes disciplines, comme les ma-
thématiques appliquées, la dynamique d’ondes non-linéaires, et la physique statistique, avec des
applications dans les domaines de l’océanographie, la physique des plasmas, la matière conden-
sée [14, 17]. Dans le cadre de l’optique, les domaines de l’optique (linéaire) statistique d’une part
et l’optique non-linéaire d’ondes cohérentes d’autre part, se sont développées essentiellement in-
dépendamment l’une de l’autre, comme en témoigne l’absence de livres traitant de « l’optique
non-linéaire statistique ». On peut considérer que la théorie de turbulence d’ondes offre un cadre
théorique approprié pour le développement d’une formulation de l’optique non-linéaire statis-
tique.
Dans ce qui suit nous donnons une vision panoramique simplifiée de différents régimes de
turbulence d’ondes rencontrés en optique. Il est en effet important de souligner qu’en dépit de la
simplicité relative de l’équation de propagation d’ondes optiques non-linéaires (en pratique nous
considérerons une version généralisée de l’équation de Schrödinger non-linéaire), les simulations
numériques de celle-ci révèlent des comportements distincts et variés suivant que l’on consi-
dère une réponse non-linéaire qui peut être non-locale dans l’espace ou bien non-instantanée
en temps, ou encore des propriétés des fluctuations de l’onde qui peuvent être caractérisées par
une statistique homogène ou inhomogène dans l’espace ou le temps [9]. Les équations cinétiques
dérivées dans le cadre de la théorie de turbulence d’ondes permettent de capturer les proprié-
tés essentielles des différents régimes identifiés par simulations numériques, comme par exemple
l’effet de thermalisation vers l’équilibre, la formation de structure incohérentes collectives loin de
l’équilibre, la génération de solitons spectraux incohérents, ect...
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1.2 Thermalisation et condensation d’ondes
Considérons dans un premier temps la situation la plus simple conceptuellement dans la-
quelle une onde partiellement incohérente (un speckle monochromatique pour simplifier) se pro-
page dans un milieu non-linéaire Kerr pour lequel nous pouvons supposer que la réponse est lo-
cale et instantanée. En dépit de la réversibilité formelle des processus élémentaires de mélange
à quatre ondes, l’onde va exhiber une évolution irréversible vers l’état d’équilibre thermodyna-
mique au cours de sa propagation dans le milieu non-linéaire, ce qui est représenté schématique-
ment en Figure 1.1(a-b). Ce processus de thermalisation peut être interprété en analogie avec un
système de particules classiques (un gaz), la variable de propagation de l’onde jouant le rôle du
temps. En supposant que les effets de dispersion (diffraction) linéaires dominent l’effet Kerr non-
linéaire, la théorie de turbulence d’ondes permet de dériver une équation cinétique pour l’évolu-
tion du spectre moyen de l’onde [14, 16, 17]. Cette équation a la même structure que l’équation
cinétique de Boltzmann pour un gaz dilué (i.e. faiblement non-linéaire) : l’équation cinétique est
formellement irréversible, elle exhibe un théorème H de croissance monotone de l’entropie, le-
quel décrit une évolution irréversible de l’onde vers un état d’équilibre thermodynamique.
Remarquons que lorsque nous écrivons une équation pour le spectre du champ optique (le
moment d’ordre deux), celui-ci dépend du moment d’ordre quatre en raison de la non-linéarité
cubique de l’équation. De la même façon, le moment d’ordre quatre dépends du moment d’ordre
six, de sorte que nous obtenons une hiérarchie infinie d’équations pour les moments du champ, en
analogie avec la hiérarchie BBGKY (des initiales de Bogolioubov, Born, Green, Kirkwood et Yvon)
en théorie cinétique des gaz [18]. La fermeture de la hiérarchie est basée sur l’hypothèse de faible
non-linéarité, de sorte que l’onde incohérente caractérisée par des phases spectrales aléatoires
relaxe vers un état de statistique quasi-Gaussienne, propriété qui permet ainsi de fermer la hiérar-
chie pour les moments. Une justification rigoureuse de cette procédure a été initialement fournie
sur la base de développements multi-échelles pour les cumulant du champ [19–22], et plus récem-
ment sur la base des fonctions de distribution de probabilités du champ non-linéaire [17, 23–27].
L’état d’équilibre thermodynamique qui maximise l’entropie se caractérise par un spectre de
Rayleigh-Jeans, dont les queues de la distribution vérifient la propriété d’équipartition d’énergie
parmi les modes du système. On notera qu’au delà de cette approche cinétique valable en régime
faiblement non-linéaire et loin de l’équilibre, les propriétés d’équilibre non-linéaires peuvent être
étudiées par une approche de type mécanique statistique en calculant des fonctions de partitions
appropriées, approche développée notamment pour l’équation de Schrödinger non-linéaire dis-
crète [28–34]. Contrairement à la distribution d’équilibre d’un gaz classique (distribution de Boltz-
mann), la distribution d’équilibre de Rayleigh-Jeans pour un système d’ondes classiques exhibe
une divergence pour le mode fondamental, laquelle est réminiscent de la divergence de la distri-
bution de Bose. L’analyse de cette divergence révèle qu’un système d’ondes classiques exhibe un
effet de condensation dont les propriétés thermodynamiques sont analogues à celles d’un gaz de
Bosons dilué et homogène [35]. Notons que cet effet d’auto-organisation a une origine thermo-
dynamique : il est thermodynamiquement avantageux pour le système de générer une onde ho-
mogène (condensat), car ceci permet d’augmenter la quantité de désordre (entropie) sous forme
de fluctuations rapides aux petites échelles (« particules non condensées »). Contrairement à un
système quantique, un système d’ondes classiques nécessite l’introduction d’une fréquence de
coupure qui permet de régulariser la catastrophe ultraviolette inhérente à un champ classique (i.e.
divergence de la puissance et de l’énergie cinétique de l’onde à l’équilibre). En particulier, l’énergie
critique de transition de phase de condensation dépends de cette fréquence de coupure, de sorte
qu’elle diverge à l’infini en l’absence de fréquence de coupure. Il s’avère qu’une fréquence de cou-
pure effective apparaît naturellement dès lors que l’on considère une configuration guidée de la
propagation du champ optique, comme par exemple une fibre optique multimode [36]. De cette
façon, le nombre fini de modes supportés par la fibre optique introduit une fréquence de coupure
physique effective qui régularise la catastrophe ultraviolette inhérente au champ classique. Il en
résulte que l’énergie critique de transition de condensation est bien définie et ne dépend que de
la géométrie du guide d’onde [36].
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Dans le cadre de ma thèse j’ai travaillé sur deux aspects différents de la condensation d’ondes
classiques. D’une part, le groupe de Robin Kaiser (INΦNI, Nice) était en train d’étudier expérimen-
talement l’effet de condensation d’ondes en utilisant une vapeur d’atomes chauds (Rubidium)
comme milieu non-linéaire. Une difficulté inhérente à l’observation de l’effet de condensation
d’ondes en espace libre réside dans les longueurs de propagation extrêmement importantes né-
cessaires au processus de thermalisation et à l’établissement de l’état d’équilibre thermodyna-
mique [37]. L’étude expérimentale et théorique a permis de mettre en évidence un effet de pré-
condensation d’ondes qui a lieu très loin de l’équilibre, lequel joue le rôle de précurseur pour
l’état d’équilibre thermodynamique asymptotique [38]. L’ensemble de ce travail sera présenté en
chapitre 2 de ce manuscrit.
Par ailleurs, un effet remarquable de « nettoyage de faisceau optique » induit par l’effet Kerr
a été reporté dans les fibre optiques multimodes [39–41]. La propagation de la lumière dans une
fibre optique multimode est connue pour être affectée par un désordre structurel inhérent à ces
fibres. Grâce à la collaboration avec Josselin Garnier (École Polytechnique, Palaiseau), nous avons
développé une approche cinétique de turbulence d’ondes qui prend en compte le désordre struc-
turel du milieu de propagation. La théorie révèle que le désordre peut accélérer de façon significa-
tive le processus de thermalisation et de condensation d’ondes, ce qui peut aider à expliquer l’effet
de nettoyage de faisceau optique. Dans le cadre de cette étude j’ai eu l’opportunité d’effectuer des
expériences au sein même du laboratoire (ICB, Dijon) avec Guy Millot et Katarzyna Krupa. Notre
étude expérimentale a permis de mettre en évidence une transition de la distribution thermique
vers la condensation, avec une fraction macroscopique de puissance condensée dans le mode
fondamental de la fibre optique multimode [42]. L’ensemble de ce travail théorique et numérique
sera reporté en chapitre 3.
1.3 Effets collectifs à grande échelle : formalisme de Vlasov
Durant ma thèse j’ai également eu l’opportunité d’étudier d’autres formalismes de turbulence
d’ondes. Lorsque le milieu non-linéaire est caractérisé par une réponse non-locale dans l’espace,
la dynamique du champ incohérent se trouve être gouvernée par un potentiel non-linéaire effec-
tif. Ce potentiel est dit « auto-consistant » dans le sens où il dépend lui-même de la distribution
d’intensité moyennée du champ incohérent, comme illustré schématiquement en Figure 1.1(c).
Le mécanisme sous-jacent à la formation d’un soliton incohérent provient de l’existence de ce po-
tentiel auto-consistant. La véritable nature des solitons optiques incohérents est ainsi analogue à
celle prédite en physique des plasmas dans le cadre de l’équation de Vlasov [43–45]. Cette analo-
gie a également été exploitée en optique, en particulier à travers le formalisme de Wigner-Moyal
[46, 47], ou bien pour interpréter l’existence d’un seuil à l’instabilité modulationnelle incohérente
comme conséquence de l’amortissement de Landau [46].
Il est important de noter que le potentiel non-linéaire effectif qui résulte d’une réponse non-
locale conduit à un effet de moyennage des fluctuations du champ optique. En raison de ce po-
tentiel effectif nous obtenons une fermeture naturelle de la hiérarchie des équations pour les mo-
ments du champ. Dans certaines conditions, la dynamique de l’onde incohérente est alors gou-
vernée par une équation non-linéaire de type Vlasov qui est de nature très différente de l’équa-
tion cinétique de turbulence d’ondes discutée ci-dessus. En particulier, l’équation de Vlasov est
formellement réversible, ce qui signifie qu’une réponse non-linéaire fortement non-locale inhibe
(au premier ordre) le processus de thermalisation. L’approche de turbulence d’ondes montre que
la forme de cette équation de Vlasov [48] est analogue à celle utilisée pour décrire des systèmes de
particules avec une interaction à longue portée [49]. Ceci a révélé une analogie intéressante entre
la turbulence d’ondes en présence de non-localité et les comportements dynamiques collectifs
inhérents aux systèmes gravitationnels (formation de galaxies), ou les écoulements de fluides bi-
dimensionnels en géophysique (tache rouge de Jupiter) [49].
Il est intéressant de noter que ce formalisme de type « Vlasov longue-portée » est valable au-
delà du régime faiblement non-linéaire inhérent à une approche cinétique de turbulence d’ondes
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[48]. De cette façon, la formation de singularités de type ondes de chocs incohérentes en régime
fortement non-linéaire a été étudiée théoriquement et expérimentalement [50]. Contrairement
aux ondes de chocs conventionnelles qui émergent des fluctuations individuelles du champ tur-
bulent [13, 51, 52], ici, en raison de la forte non-localité, c’est le faisceau incohérent dans son
ensemble qui conduit à la formation d’une onde de choc – d’où le nom d’onde de choc collective
incohérente. Dans le cadre de ma thèse j’ai poursuivi cette étude, laquelle a notamment révélé un
mécanisme inattendu d’émergence de cohérence de phase à longue portée au cours de la propa-
gation de l’onde incohérente en régime fortement non-linéaire [53]. Ce travail sera présenté au
chapitre 4 de cette thèse. La théorie révèle en particulier que la longueur de cohérence des fluc-
tuations d’intensités augmente de manière dramatique au cours de la propagation. De plus, nous
avons également pu étendre l’étude de la formation d’ondes de chocs incohérentes au domaine
temporel en présence d’une réponse non-linéaire fortement non-instantanée [54]. Cette étude
sera présentée en annexe C de ce manuscrit.
1.4 Formalisme de turbulence faible de Langmuir en optique
Si l’on considère la propagation d’une onde optique dans une milieu pour lequel nous ne pou-
vons pas négliger le temps de réponse non-linéaire (e.g. l’effet Raman dans les fibres optiques), la
dynamique de l’onde incohérente est fortement affectée par la propriété de causalité de la fonc-
tion de réponse non-linéaire, comme illustré en Figure 1.1(d). La théorie de turbulence d’ondes ré-
vèle dans ce cas un formalisme cinétique dont la forme est analogue à celui développé en physique
des plasmas pour l’étude de la turbulence faible de Langmuir. Ce formalisme prédit notamment
l’existence de solitons et d’ondes de chocs incohérentes, dont l’originalité réside dans le fait que
ces structures ne sont pas identifiées dans le domaine spatio-temporel, mais uniquement dans le
domaine spectral [55, 56]. Ainsi, contrairement au processus de thermalisation attendu, l’onde in-
cohérente s’auto-organise à long terme en solitons spectraux incohérents, lesquels peuvent donc
être considérés comme des solutions hors-équilibre stables du champ incohérent.
Au début de ce travail de thèse, nous avons développé le formalisme cinétique de turbulence
faible de Langmuir au cas vectoriel en considérant la propagation de plusieurs composantes op-
tiques modélisées par l’équation de Schrödinger non-linéaire vectorielle. Ce travail reporté dans
l’annexe D révèle que les composantes de polarisation orthogonales du champ évoluent indépen-
damment l’une de l’autre. Par ailleurs, dans une fibre optique bimodale, l’analyse théorique révèle
que les composantes s’auto-organisent en soliton spectral incohérent vectoriel [57].
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(d)
Turbulence d’ondes avec une réponse non-instantanée :
Turbulence faible de Langmuir
FIGURE 1.1 – Analogie entre un gaz de particules classique et la propagation d’une onde incohérente dans
un milieu non-linéaire Kerr. (a) Les collisions de particules sont responsables d’une évolution irréversible
du gaz vers un état d’équilibre thermodynamique, comme décrit par l’équation de Boltzmann en théorie
cinétique des gaz. (b) D’une façon analogue, l’équation cinétique de turbulence d’ondes et le mélange à
quatre ondes sous-jacent à l’effet Kerr décrivent une évolution irréversible de l’onde incohérente vers un
état d’équilibre caractérisé par le spectre de Rayleigh-Jeans. (c) En présence d’une réponse non-locale de
la non-linéarité, la dynamique du champ est dominée par un potentiel effectif auto-consistant à longue
portée, lequel inhibe le processus de thermalisation. Le champ turbulent est décrit par un formalisme de
type Vlasov longue-portée analogue à celui utilisé pour décrire les systèmes gravitationnels. (d) En pré-
sence d’une réponse non-instantanée, la propriété de causalité de la fonction réponse modifie les interac-
tions : l’effet non-linéaire s’accompagne d’une excitation matérielle (vibration moléculaire dans l’exemple
de l’effet Raman). La dynamique est alors décrite par un formalisme cinétique de même forme que celui
développé pour décrire la turbulence faible de Langmuir dans les plasmas.
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1.5 Repolarisation spontanée de lumière
Un autre volet de mon travail de thèse a été consacré à une forme différente d’auto-organisation
d’ondes non-linéaires. Les phénomènes d’auto-organisation d’ondes incohérentes discutés ci-
dessus se réfèrent à des systèmes conservatifs (Hamiltoniens). Une autre forme d’auto-organisation
d’ondes peut avoir lieu dans un système « ouvert » d’ondes non-linéaires Hamiltoniennes. Le sys-
tème est considéré comme « ouvert » dans le sens où le milieu non-linéaire est caractérisé par
une extension spatiale finie. Ainsi, contrairement aux processus d’auto-organisation discutés ci-
dessus dans des systèmes « fermés », pour un système « ouvert » les ondes peuvent entrer ou sor-
tir du milieu, bien que l’interaction soit localement Hamiltonienne dans le milieu non-linéaire.
Concrètement, le milieu non-linéaire consiste en une fibre optique, dans laquelle nous étudions
la dynamique non-linéaire de polarisation de deux ondes optiques contra-propagatives qui sont
injectées de part et d’autre de la fibre optique.
Dans cette configuration d’interaction d’ondes contra-propagatives, un phénomène remar-
quable d’attraction de polarisation induit par l’effet Kerr a été identifié dans le passé dans une fibre
optique monomode [58]. Notons que contrairement aux polariseurs conventionnels qui conduisent
à une perte de 50% de lumière non polarisée, dans le cadre d’une interaction Hamiltonienne l’effet
de repolarisation de lumière non polarisée peut avoir lieu, en principe, avec une efficacité de 100%
[59]. Ce résultat est aussi en contraste avec l’idée généralement répandue qu’une onde optique ex-
hibe, en règle générale, un processus de dépolarisation au cours de sa propagation dans un milieu
Kerr [60–63]. L’étude de cet effet d’attraction de polarisation en configuration contra-propagative
a fait l’objet d’un grand nombre de travaux dans le passé, aussi bien théoriques [64–72], qu’ex-
périmentaux [58, 73–77]. Il a ainsi été montré que l’effet d’attraction de polarisation peut exhiber
différentes propriétés suivant le type de configuration expérimentale [77, 78], et le type de fibre
optique considérée, e.g. une fibre isotrope [58, 65, 66, 73], fortement biréfringente [69, 79], ou bien
des fibres à biréfringence aléatoire [68, 69, 74].
La description théorique de ce processus d’attraction de polarisation a été développée par
l’analyse des états stationnaires du système sur la base de techniques mathématiques récemment
développées pour l’étude des singularités Hamiltoniennes [64, 66, 69, 80]. Cette approche géo-
métrique a révélé le rôle essentiel que jouent les propriétés topologiques des tores singuliers du
système stationnaire dans l’effet d’attraction de polarisation.
Dans le cadre de cette thèse, nous avons identifié théoriquement et expérimentalement en
collaboration avec Julien Fatome et Nicolas Berti (ICB, Dijon), une nouvelle propriété de cet effet
d’attraction de polarisation. Contrairement à la configuration usuelle où une onde pompe pola-
risée est injectée d’un coté de la fibre et son état de polarisation joue donc un rôle de référence
pour l’onde signal contra-propagative, nous avons montré qu’un effet d’attraction de polarisation
peut également avoir lieu lorsque deux ondes non-polarisées sont injectées de part et d’autre de la
fibre optique. Dans ce cas, l’effet d’attraction de polarisation est en quelque sorte « caché » dans la
fibre optique, dans le sens où l’effet de repolarisation a lieu précisément en milieu de propagation
dans la fibre [81]. Nous allons voir que cet effet peut être interprété dans une certaine mesure en
analogie avec l’effet de repolarisation induit par un mécanisme de rétroaction [78]. Nous avons
étudié différentes propriétés de ce phénomène d’attraction de polarisation « caché », lesquelles
dépendent du type de fibre optique considérée (isotrope ou à biréfringence aléatoire). L’ensemble
de ce travail théorique, numérique et expérimental sera présenté au chapitre 5 de ce manuscrit.
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Chapitre 2
Pré-condensation d’ondes optiques
Les ondes non-linéaires classiques exhibent un phénomène de condensation qui résulte du pro-
cessus irréversible de thermalisation vers l’état d’équilibre thermodynamique. La condensation d’ondes
trouve son origine dans la divergence de la distribution d’équilibre de Rayleigh-Jeans, laquelle se tra-
duit par une population macroscopique du mode fondamental du système. Le processus de conden-
sation d’ondes requiert en pratique de très grandes longueurs de propagation qui ne sont pas ac-
cessibles dans les expériences conventionnelles. En collaboration avec le groupe de Robin Kaiser à
l’Université Côte d’Azur (INPHINI, Nice), nous avons mis en évidence expérimentalement et théori-
quement un phénomène de pré-condensation qui a lieu très loin de l’équilibre thermodynamique et
qui joue un rôle précurseur pour cet état d’équilibre asymptotique [38].
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2.1 Thermalisation d’ondes optiques classiques : condensation
2.1.1 Introduction
Nous commençons notre travail par l’étude d’une onde monochromatique se propageant dans
un milieu non-linéaire. Nous considérons une onde qui possède la particularité d’être caractéri-
sée par une incohérence spatiale. En d’autres termes, le plan transverse de l’onde est composé
de nombreuses fluctuations de phases et d’intensités, structure couramment appelée « speckle »
en anglais, et plus rarement tavelure en français. De telles figures granulaires proviennent de l’in-
terférence de nombreux rayons diffusés ou réfléchis par une surface présentant des irrégularités à
l’échelle de la longueur d’onde comme un verre dépoli ou encore lors de l’interférence de plusieurs
modes dans un guide tel qu’une fibre optique. Lors de la propagation du champ électrique, celui-ci
est modifié par les effets linéaires tels que la diffraction pour les phénomènes spatiaux dans l’ap-
proximation paraxiale, la dispersion pour les phénomènes temporels, et les effets non-linéaires
comme l’effet Kerr. Comme nous considérons le cas idéal d’une onde parfaitement monochroma-
tique, nous ne prenons pas en compte les effets temporels, lesquels modifient l’onde sur des lon-
gueurs de propagation LDISPERSION beaucoup plus grandes que la longueur du milieu non-linéaire
L (LDISPERSION À L). Nous appelons alors notre système un modèle « 2D+1 », où la dénomination
« 2D » se réfère aux deux dimensions spatiales du champ transverse, tandis que l’appellation « +1 »
renvoie à la propagation du champ dans le milieu non-linéaire.
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FIGURE 2.1 – Représentation schématique de la propagation d’un speckle dans un milieu non-linéaire.
Le système « 2D+1 » que nous considérons peut être représenté par la Figure 2.1 . Nous étu-
dions un champ électrique ψ(r , z) transverse de longueur d’onde λ0 se propageant selon l’axe z
dans l’approximation paraxiale. À partir des équations de Maxwell, la dynamique de l’onde peut
être modélisée par l’équation de Schrödinger Non-Linéaire (NLSE : Non Linear Schrödinger Equa-
tion) [82, 83] :
i
∂ ψ(r , z)
∂z
=− 1
2k0
∇2rψ(r , z)+γ|ψ(r , z)|2ψ(r , z), (2.1)
avec l’opérateur∇ caractérisant le gradient dans le plan transverse du faisceau r = (x, y), le nombre
d’onde k0 = 2piλ0 et le coefficient γ décrivant l’impact des effets non-linéaires qui peut être positif
(régime défocalisant) ou négatif (régime focalisant). Notons que dans Eq.(2.1) nous avons négligé
les effets d’absorption du milieu, ainsi que la propriété de non-localité de la non-linéarité [84–96],
laquelle peut jouer un rôle important lors de la propagation de l’onde dans une vapeur atomique.
Nous étudierons brièvement l’influence des effets non-locaux sur la propagation de l’onde en fin
de chapitre, et de manière plus détaillée dans le Chapitre 4. La propagation du champψ(r ) d’après
NLSE (2.1) est caractérisée par deux échelles de longueur :
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— La longueur non-linéaire qui caractérise la longueur de propagation nécessaire pour que les
effets non-linéaires modifient de façon notable le champ est définie par LNL = 1/(γI0), où la
densité de puissance I0 =
Î |ψ(r)|2dr/L 2 se conserve au cours de la propagation.
— La longueur de diffraction (linéaire) LD = 2k0σ2c , qui désigne la longueur de propagation au
bout de laquelle les effets linéaires deviennent significatifs, où σc caractérise la longueur de
cohérence du champ.
La connaissance des longueurs caractéristiques permet de comprendre plus facilement les phé-
nomènes physiques mis en jeux. En plus de la puissance N, le système conserve l’énergie totale
(appelé aussi Hamiltonien) H=HL(z)+HNL(z), avec la contribution linéaire due aux effets de dif-
fraction HL(z) = 12k0
Î |∇ψ(r , z)|2dr et la contribution non-linéaire HNL(z) = γ2Î |ψ(r , z)|4dr . La
propagation d’un champ incohérent peut s’effectuer selon deux régimes importants :
— le régime faiblement non-linéaire dans lequel l’onde est majoritairement soumise aux effets
linéaires, caractérisé par LD ¿ LNL ou bien par HL ÀHNL,
— et le régime fortement non-linéaire qui est caractérisé par LD À LNL ou bien par HL ¿HNL.
2.1.2 Turbulence d’ondes
2.1.2.1 Équation cinétique de turbulence d’ondes
Comme discuté dans le chapitre 1 d’introduction, la théorie de turbulence d’ondes permet de
décrire l’évolution du spectre moyenné de l’onde dans le régime faiblement non-linéaire. L’équa-
tion cinétique de la turbulence d’ondes décrit un phénomène de thermalisation, qui se caractérise
par une relaxation irréversible du spectre de l’onde vers l’état d’équilibre de Rayleigh-Jeans. En
considérant un champ initialement incohérent de statistique homogène, la théorie de turbulence
d’ondes décrit l’évolution du spectre moyen nk1 (z) :
〈ψ˜(k1, z)ψ˜(k2, z)∗〉 = nk1 (z)δk1−k2 , (2.2)
avec la transformée de Fourier spatial du champ ψ˜(k , z) =Î ψ(r , z)exp(−ik .r )dr , et k = (kx ,ky )
représentant le vecteur d’onde transverse. L’opérateur 〈 . 〉 désigne une moyenne statistique sur un
ensemble de différentes réalisations du champ incohérent initial. À partir de NLSE, nous pouvons
dériver l’équation cinétique (KE :Kinetic equation) du spectre moyenné comme [9, 17, 19–21, 23] :
∂z nk1 (z)=
4piγ2
(2pi)2
Ñ
Q(nk1 ,nk2 ,nk3 ,nk4 )δ(k1+k3−k2−k4)δ(K1+K3−K2−K4)dk2dk3dk4, (2.3)
avec :
Q= nk1 nk2 nk3 nk4
(
n−1k3 +n
−1
k1
−n−1k4 −n
−1
k2
)
, (2.4)
et la relation de dispersion :
K(k)= αk2. (2.5)
Nous pouvons effectuer une analogie avec l’étude d’un gaz où les interactions entre particules
lors de collisions sont contraintes par la conservation de l’énergie et de l’impulsion. Dans notre
système ondulatoire, l’évolution du spectre est soumis à la conservation de l’énergie (via la fonc-
tion de Dirac δ(K1+K3−K2−K4)) et l’impulsion (via la fonction de Dirac δ(k1+k3−k2−k4)). De
plus, tout comme l’évolution irréversible d’un gaz de particules vers l’équilibre thermodynamique
(via l’équation cinétique de Boltzmann), l’évolution du spectre décrit par Eq.(2.3) est reliée à une
dynamique irréversible, ce que nous allons voir dans le prochain paragraphe.
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2.1.2.2 Irréversibilité et thermalisation vers l’état d’équilibre thermodynamique
L’évolution du spectre moyen nk1 (z) au cours de la propagation est décrite par l’équation ci-
nétique (2.3) qui conserve, tout comme NLSE, la puissance qui s’écrit N= L2window
Î
nk1 dk1 ainsi
que la contribution linéaire de l’Hamiltonien HL = L2window
Î
K(k1)nk1 dk1 (la contribution non-
linéaire étant négligeable en régime faiblement non-linéaire), où Lwindow correspond à la taille de
la fenêtre numérique. Tout comme l’évolution irréversible d’un gaz de particules, l’équation ciné-
tique (2.3) manifeste une dynamique irréversible qui s’exprime via le théorème H de croissance
monotone de l’entropie hors-équilibre ∂z S(z)≥ 0, où l’entropie hors-équilibre s’écrit :
S(z)=
∫
ln
(
nk1 (z)
)
dk1. (2.6)
L’équation cinétique (2.3) décrit ainsi une évolution irréversible vers un spectre d’équilibre qui
réalise le maximum d’entropie S. Une fois que cet état d’équilibre est atteint, le système est alors
statistiquement stationnaire : le spectre moyenné du champ n’évolue plus au cours de la propaga-
tion, bien que le champψ(r , z) présente toujours une dynamique caractérisée par des fluctuations
de phases et d’intensité rapides. Le spectre d’équilibre neqk1 maximisant l’entropie peut être cal-
culé en utilisant les multiplicateurs de Lagrange 1/T et −µ/T, nous obtenons alors la distribution
d’équilibre thermodynamique de Rayleigh-Jeans :
neqk1 =
T
K(k1)−µ
, (2.7)
avec les paramètres T et µ appelés respectivement la température et le potentiel chimique par
analogie avec la thermodynamique. Ces quantités sont reliées à l’Hamiltonien HL et à la puis-
sance N. Puisque la relation de dispersion spatiale K(k) = αk2 est quadratique, le spectre d’équi-
libre Rayleigh-Jeans exhibe une loi puissance neqk ∝ k−2. Notons que pour les modes d’ordres éle-
vés k >p−µ, le système exhibe la propriété d’équipartition d’énergie Ek = K(k)neqk ∼ T. De plus,
la longueur de cohérence spatiale du champ σc est proportionnelle à l’inverse de la largeur du
spectre, qui dans notre cas vaut σeqc ∝ 1/|µ|. Notons aussi que le spectre de Rayleigh-Jeans est une
solution stationnaire qui annule exactement le terme de collision de l’équation cinétique.
Il faut toutefois remarquer que la distribution d’équilibre Rayleigh-Jeans est une solution for-
melle. En effet, si nous calculons les expressions de la puissance N = L2window
Î
nk1 dk1, et de
l’Hamiltonien HL = L2window
Î
K(k1)nk1 dk1 avec cette solution, nous obtenons des intégrales di-
vergentes. Pour résoudre ce problème connu sous le nom de la catastrophe ultraviolette d’un en-
semble d’ondes classiques, nous devons introduire une fréquence de coupure kc . Celle-ci apparaît
par exemple en hydrodynamique en raison de l’absorption ou de phénomènes de diffusions aux
petites échelles (microscopiques), où la description continue du fluide cesse d’être valable [14].
Cette fréquence de coupure kc = pi/d x apparaît aussi dans les simulations numériques en raison
de la discrétisation du plan transverse d x. La limitation des fréquences spatiales, autrement-dit
des modes dans le système, se retrouve précisément dans les guides d’ondes optiques. Dans ces
systèmes, le potentiel de confinement inhérent à ces matériaux engendre une fréquence de cou-
pure qui introduit un nombre de modes fini, ce qui régularise de manière effective la divergence
liée à la catastrophe ultraviolette de la distribution de Rayleigh-Jeans.
Les propriétés thermodynamiques de la condensation d’ondes classiques sont analogues à
celles de la condensation quantique pour un gaz de Bosons dilué et homogène [35]. La conden-
sation d’ondes optiques classiques provient d’une accumulation de puissance dans le mode fon-
damental nk=0. Toutefois, l’onde incohérente ne peut pas évoluer dans son ensemble vers une
onde homogène, car cela violerait la réversibilité du système, i.e. le caractère Hamiltonien du sys-
tème. En fait, l’onde homogène (condensat neq0 ) reste immergée dans une mer de fluctuations in-
cohérentes neqk 6=0, laquelle garde en mémoire en principe toute l’information nécessaire pour une
évolution réversible du système. Notons que pour un système à deux dimensions, le phénomène
de condensation n’existe pas dans la limite thermodynamique [35, 97] bien que l’effet reste très
clairement observable numériquement pour des tailles finies du système. Notons que dans l’en-
semble de ce manuscrit, nous associons l’effet de condensation à la population macroscopique du
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mode fondamental (nous ne considérons pas le critère plus rigoureux établi par Penrose et Onsa-
ger qui se réfère à un ordre à longue portée hors diagonal de la matrice de cohérence). Par ailleurs,
comme nous le discuterons au chapitre suivant, l’introduction d’un potentiel parabolique rétablit
l’effet de condensation à la limite thermodynamique à deux dimensions.
2.1.3 Illustration du phénomène de condensation d’ondes à travers une simulation
numérique
Maintenant que nous avons brièvement introduit l’effet de condensation d’ondes classiques,
nous allons l’illustrer par simulation numérique. Pour cela nous considérons NLSE (2.1) que nous
normalisons afin de réduire le nombre de paramètres physiques et de mieux comprendre les phé-
nomènes physiques en jeux. Nous normalisons la variable de l’espace transverse r par r ′ = r /Λ0,
où la « healing length » Λ0 =
√
LNL/2k0 caractérise l’échelle de longueur pour laquelle les effets de
diffraction et les effets non-linéaires sont du même ordre (HL 'HNL). De plus, nous normalisons
l’axe de propagation par la longueur non-linéaire z ′ = z/LNL.
Nous considérons en Figure 2.2 la propagation d’un champ incohérent évoluant en régime
fortement non-linéaire dont la longueur de cohérence initiale vérifie σc > Λ0. Nous générons
notre champ incohérent à partir d’une Gaussienne dans l’espace de Fourier de largeur 1/σc , com-
prenant des phases spectrales aléatoires de distribution uniforme entre 0 et 2pi. Cette méthode
nous permet d’obtenir un champ incohérent spatialement, homogène, de densité de probabi-
lité Gaussienne (loi normale). En nous intéressant aux coupes de l’intensité, nous voyons qu’au
cours de la propagation du speckle, les fluctuations d’intensité semblent devenir plus rapides.
Ceci est confirmé par l’augmentation de la population des modes de hautes fréquences nk pour
k > 1/Λ0 en Figure 2.2(b). Tout au long de la propagation, la distribution spectrale des modes est
profondément modifiée pour aboutir à la distribution de Rayleigh-Jeans exhibant une loi puis-
sance k−2. C’est en relaxant vers cette distribution que le système peut peupler de façon macro-
scopique le mode fondamental n0 en Figure 2.2(a). Une fois l’équilibre thermodynamique atteint,
nous pouvons discerner dans les coupes d’intensité le condensat (l’onde homogène cohérente de
fréquence k = 0), immergé dans une mer turbulente de fluctuations rapides. Toutefois, la therma-
lisation d’une onde optique classique présente un inconvénient majeur, le nombre de longueurs
non-linéaires de propagation pour atteindre l’état d’équilibre est extrêmement important. Hormis
l’observation expérimentale de [98] qui n’est pas vraiment convaincante compte tenu des difficul-
tés rencontrées pour des mesures précises du spectre[99], le phénomène de condensation d’ondes
optiques n’a pas été observé en propagation libre (non guidée) dans un matériau massif. Nous dis-
cuterons à ce sujet en chapitre 3 l’effet de nettoyage de faisceau observé dans les fibres optiques
multimodes [39, 41, 100]. Il est important de noter que dans ces expériences, les fibres optiques
multimodes guident un nombre relativement petit de modes (∼ 100) de sorte que l’effet de ther-
malisation peut avoir lieu beaucoup plus efficacement.
Remarques : Avant d’aller plus loin il est nécessaire de faire deux commentaires importants :
— La population dans le mode fondamental à l’équilibre neq0 dépend de la quantité de désordre
initial de l’onde incohérente, c.a.d de HL. Tout comme dans la condensation de Bose-Einstein
où la population dans le mode fondamental est d’autant plus importante que la tempéra-
ture est faible, dans la condensation d’ondes optiques, plus l’onde initiale est cohérente et
plus le condensat à l’équilibre est important. La relation neq0 en fonction de l’Hamiltonien H
(l’énergie totale jouant le rôle de la température pour ce système micro-canonique) traduit
la courbe de condensation à l’équilibre qui est caractérisée par une transition de phase [35].
Nous allons discuter cette courbe de condensation à l’équilibre plus en détail au chapitre 3
pour l’effet de condensation en configuration guidée.
— Dans le cadre d’une condensation importante neq0 . 1, le système n’est plus en régime fai-
blement non-linéaire, ce qui signifie que la dynamique du système n’est plus décrite par
l’équation cinétique (2.3). Pour obtenir une équation cinétique du système, il est nécessaire
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FIGURE 2.2 – Simulation numérique de NLSE (2.1) lors de la propagation d’un speckle dans un milieu non-
linéaire. Illustration de l’intensité |ψ(r , z)|2 à z = 0 et à l’équilibre z = 150 000 LNL à gauche, avec une coupe
transverse de l’intensité Ix = |ψ(x, y = 0, z)|2 à z = 0 (bleu), z = 1 LNL (magenta) , z = 100 LNL (vert) et
à l’équilibre z = 150 000 LNL (rouge). Représentation de la population dans le mode fondamentale n0 en
fonction de la propagation en échelle logarithmique (a) et la distribution spectrale des modes nk moyennée
angulairement à z = 0 (bleu), z = 1 LNL (magenta), z = 100 LNL (vert) et à l’équilibre z = 150 000 LNL (rouge)
en (b). La ligne pointillée noire montre la loi puissance k−2 de la distribution de Rayleigh-Jeans.
de faire une étude séparant le condensat et la mer turbulente (transformation de Bogoliu-
bov) [35, 97, 101]. Notons alors que dans ce cas le spectre d’équilibre est donné par l’inverse
de la relation de dispersion de Bogoliubov.
2.2 Pré-condensation hors-équilibre dans une vapeur atomique
À présent que nous avons rappelé le phénomène de condensation optique ainsi que le pro-
blème lié au nombre de longueurs non-linéaires rédhibitoires pour une expérience d’optique,
nous allons nous intéresser à l’expérience réalisée par l’équipe de Robin Kaiser à l’Université Côte
d’Azur (Institut Non-Linéaire de Nice). Cette expérience a permis de mettre en évidence un phé-
nomène de pré-condensation qui a lieu loin de l’équilibre thermodynamique de Rayleigh-Jeans
tout en jouant un rôle précurseur pour celui-ci. L’existence d’une relaxation rapide vers un état
hors-équilibre est un problème ouvert qui attire un grand intérêt dans différentes communautés
[102–105] comme les systèmes d’interaction à longue portée où la relaxation rapide a lieu vers des
états quasi-stationnaires [49, 106], ou bien des systèmes quantiques 1D quasi-intégrables dans les-
quelles différentes signatures de pré-thermalisation ont été observées [107–109]. Contrairement à
l’approche usuelle qui caractérise la condensation par le champ lointain (spectre), nous avons
identifié un effet de relaxation rapide par l’analyse de la variance des fluctuations d’intensité dans
le champ proche du faisceau optique |ψ(r , z)|2.
2.2.1 Description du système non-linéaire
2.2.1.1 Principe de l’expérience
Le groupe de Robin Kaiser s’est intéressé à la propagation d’un faisceau incohérent dans une
vapeur d’atomes de Rubidium en réalisant l’expérience schématisée en Figure 2.3. Pour cela, un
laser continu fibré a été utilisé de longueur d’onde λ0 = 780nm, de puissance N= 1W accordable
en longueur d’onde. L’onde est rendue incohérente spatialement par le biais d’un diffuseur (un
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verre dépoli) qui génère une distribution Gaussienne (loi normale) de vecteurs d’ondes dans le
plan transverse. En ajustant la zone d’illumination de l’onde sur le diffuseur, on peut ainsi mo-
difier la quantité de désordre spatial de l’onde, c.a.d la longueur de cohérence du faisceau σc et
donc la valeur de la contribution linéaire de l’Hamiltonien HL Eq.(2.9). Le champ incohérent est
injecté dans une cellule de longueur L = 7cm comprenant un gaz chaud d’atomes de Rubidium.
En ajustant la température de la cellule, on peut contrôler la densité d’atomes ρat et ainsi modi-
fier les propriétés physiques du système (notamment les pertes linéaires). De plus, en ajustant la
fréquence du laser avec une transition spécifique du Rubidium, il est possible de contrôler le coef-
ficient non-linéaire effectif qui est positif γ> 0 à la longueur d’onde considérée (effet non-linéaire
défocalisant). La calibration des paramètres physiques de la vapeur de Rubidium ainsi que du spe-
ckle généré par le diffuseur est détaillé en annexe A. À la sortie de la cavité, le faisceau est détecté
par une caméra CCD. Il est important de noter que l’analyse est uniquement basée sur les mesures
du champ proche du faisceau optique. Il n’est présenté aucune mesure de la distribution des fré-
quences spatiales du champ transverse (champ lointain), car il s’avère que ces mesures sont très
délicates [99] et n’ont pas permis de mettre en évidence de phénomène d’auto-organisation.
CCD
2f
2f
D
L1
Rb
L2
780 nm
FIGURE 2.3 – Schéma expérimental : un faisceau laser de longueur d’onde λ = 780nm passe à travers une
première lentille L1, puis celui-ci est rendu incohérent par un diffuseur D (verre dépoli) et se propage dans
une cellule contenant une vapeur chaude d’atomes de Rubidium. Le faisceau en sortie est détecté par une
caméra CCD en utilisant une seconde lentille L2.
La propagation du champ optique ψ(r , z) de longueur de cohérence σc dans la vapeur de
Rubidium peut être modélisée par NLSE (2.1). Afin de mieux comprendre l’évolution de l’inten-
sité I(r , z) = |ψ(r , z)|2 détectée en champ proche, il est important de connaître les longueurs ca-
ractéristiques du système : la longueur non-linéaire LNL = 1/γI0 avec l’intensité moyenne I0 =Î |ψ(r )|2dr /L 2 où L dénote la taille caractéristique du faisceau optique sur lequel nous pou-
vons considérer la statistique comme étant quasi-homogène, et la longueur de diffraction LD =
2k0σ2c . Pour rappel, la « healing length » Λ0 =
√
LNL/2k0 caractérise la taille des fluctuations pour
laquelle les effets non-linéaires et de diffraction sont de même ordre. Les speckles générés dans
l’expérience ont une longueur de cohérence σc >Λ0, ce qui signifie que l’onde évolue en régime
fortement non-linéaire. Puisque le système conserve l’Hamiltonien H = HL +HNL, celui-ci peut
s’écrire en unités adimensionnées en normalisant r ′ = r /Λ0 et l’intensité I′ = I/I0 par la relation :
H˜= 1+ (Λ0
σc
)2. (2.8)
Pour un champ de statistique Gaussienne (< I2 >= 2< I>2) nous avons H˜NL = 1 et la contribution
linéaire s’écrit :
H˜L =
(Λ0
σc
)2. (2.9)
À partir de cette expression de l’Hamiltonien, le régime de propagation non-linéaire vérifie la
condition H˜L < H˜NL = 1 ce qui est équivalent à H˜< 2.
2.2.1.2 Résultats expérimentaux : pré-condensation hors-équilibre
Maintenant que nous avons décrit l’expérience considérée, nous pouvons étudier la dyna-
mique du speckle. Nous représentons en Figure 2.4 les résultats expérimentaux de l’intensité (champ
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proche) en augmentant l’influence des effets non-linéaires. Pour cela, nous modifions la longueur
non-linéaire à travers le désaccord en fréquence ∆ω pour une longueur de cellule L constante.
Comme nous l’observons, la distribution d’intensité d’un speckle représentée en Figure 2.4(a-c)
n’apporte pas beaucoup d’informations à elle seule. Nous allons donc nous intéresser à la fonc-
tion de densité de probabilité (PDF : probability function density) de l’intensité P(I), c.a.d l’histo-
gramme des fluctuations présenté en Figure 2.4(d-f). Nous considérons uniquement une région
restreinte du champ afin d’obtenir une statistique des fluctuations quasi-homogène.
Lorsque les effets non-linéaires sont négligeables, l’intensité transmise exhibe une distribu-
tion de forme exponentielle décroissante en Figure 2.4(d) correspondant à la loi normale (Gaus-
sienne) pour l’amplitude du champ. L’obtention d’un champ de statistique Gaussienne confirme
une bonne détermination de la zone d’étude de l’intensité. L’augmentation des effets non-linéaires
L/LNL induit une déviation de la PDF de l’intensité P(I) à la loi normale comme nous pouvons
l’observer en Figure 2.4(e-f). De plus, ce phénomène s’accompagne d’un décalage du maximum
de P(I) loin de I = 0. Cette déformation de la fonction de densité de probabilité reflète une ré-
duction des fluctuations d’intensité, phénomène qui peut être observé lors de la condensation de
Bose-Einstein précédant l’émergence de cohérence de phase à longue portée.
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FIGURE 2.4 – Influence de la non-linéarité sur la distribution d’intensité : images du champ proche en sor-
tie de cellule pour L/LNL = 0, 3.5pi et 14.4pi respectivement en (a), (b) et (c). (d-f) PDF de l’intensité corres-
pondante (bleu) montrant une déviation à l’exponentielle décroissante (pointillés noires). L’ajustement de
Eq.(2.11) (pointillés rouges) montre l’émergence de la fraction précondensée : nCP0 /I0 = 0 (d), nCP0 /I0 = 0.5
(e) et nCP0 /I0 = 0.7 (f).
D’après cette observation, nous décomposons le champ en deux composantes [110] :
ψ(r , z)=
√
nCP0 +ψincoh(r , z), (2.10)
une onde cohérente homogène nCP0 et une composante incohérente de statistique Gaussienne
homogène ψincoh(r , z). La composante cohérente nCP0 est définie dans le Champ Proche (CP),
à ne pas confondre avec le condensat nCL0 déterminé dans le spectre (Champ Lointain) n
CL
0 ∝
|ψ˜(kx = 0,ky = 0)|2. Nous avons modifié la notation du condensat afin de bien distinguer le champ
proche et le champ lointain. Notons qu’une analyse plus approfondie qui va au-delà de l’hypo-
thèse simple Eq.(2.10) conduit à des résultats similaires et sera discutée plus tard. À partir de cette
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décomposition, nous pouvons calculer la fonction de densité de probabilité d’intensité P(I) :
P(I)=
exp
(
− I+n
CP
0
I0−nCP0
)
I0−nCP0
I0
2
√
nCP0 I
I0−nCP0
 , (2.11)
avec la fonction de Bessel modifiée d’ordre zéroI0(x). Nous pouvons remarquer que dans la limite
où il n’y a pas de composante cohérente nCP0 → 0, la PDF de l’intensité Eq.(2.11) devient une ex-
ponentielle décroissante P(I) = exp(−I/I0)/I0, caractérisant un champ de statistique Gaussienne.
Dans la limite opposée où le champ est composé uniquement d’une onde cohérente nCP0 /I0 → 1,
la PDF de l’intensité tends vers P(I)= δ(I− I0).
En calculant la variance à partir de la fonction de densité de probabilité 〈I2〉 = ∫∞0 I2P(I)dI,
nous pouvons obtenir la relation :
nCP0 /I0 =
√
2−〈I2〉/I20. (2.12)
Le paramètre nCP0 /I0 caractérise donc la déviation du système à la loi normale puisque la variance
d’un champ de statistique Gaussienne possède la propriété 〈I2〉 = 2I20. Il est important de noter que
la fonction de densité de probabilité Eq.(2.11) est valable même loin de l’équilibre thermodyna-
mique. Comme nous pouvons le voir dans la Figure 2.4(d-f), la PDF obtenue théoriquement avec
le paramètre ajustable nCP0
1 est en bon accord avec les mesures expérimentales. Comme nous al-
lons le voir par la suite, la dynamique de nCP0 exhibe une relaxation très rapide vers une valeur
quasi-stationnaire proche de la valeur asymptotique d’équilibre après quelques longueurs non-
linéaires seulement. Ceci est en contraste avec les milliers de longueurs non-linéaires requises
pour la thermalisation complète du champ (cf Figure 2.2). Bien que la structure cohérente défi-
nie Eq.(2.10) semble analogue à celle associée au phénomène de condensation, il est nécessaire
de bien comprendre la différence : la formation du pré-condensat nCP0 ne requiert pas l’établis-
sement de la condensation optique provenant de la divergence de la distribution d’équilibre de
Rayleigh-Jeans.
Maintenant que nous avons caractérisé ce phénomène de pré-condensation hors-équilibre,
nous pouvons essayer d’étudier plus finement l’évolution expérimentale du pré-condensat nCP0 .
Nous présentons en Figure 2.5(a) l’évolution de la fraction pré-condensée nCP0 /I0, en fonction
de la longueur non-linéaire pour une longueur de cellule L fixe, en considérant différentes lon-
gueurs de cohérences σc du speckle initial. Nous pouvons remarquer une augmentation continue
du pré-condensat avec le nombre de longueurs non-linéaires, puis celui-ci semble saturer vers
une valeur « quasi-stationnaire » dépendant de l’incohérence du speckle. Le fait que la saturation
du pré-condensat s’effectue à une valeur de plus en plus petite avec la diminution de la longueur
de cohérence peut se comprendre par analogie avec la condensation de Bose-Einstein. Dans un
condensat, le nombre de particules dans l’état fondamental diminue avec l’augmentation de la
température T. Dans un système micro-canonique l’énergie (Hamiltonien) se conserve et joue un
rôle analogue à la température pour un système canonique. Ainsi, plus la longueur de cohérence
σc est petite (énergie grande), et moins sera peuplé le condensat nCL0 ainsi que le pré-condensat
nCP0 .
Nous reportons en Figure 2.5(b) l’évolution du pré-condensat nCP0 /I0 en fonction de (Λ0/σc )
2
(i.e. l’énergie en Eq.(2.8)) pour différentes longueurs de cohérence initiales et différentes valeurs de
longueurs non-linéaires LNL. Le regroupement des mesures expérimentales en une seule courbe
est un bon indicateur de la pertinence de l’Hamiltonien H˜= 1+ (Λ0σc )2 pour décrire le phénomène
de pré-condensation hors-équilibre. Nous pouvons toutefois noter que l’ensemble des courbes
se dispersent de façon non négligeable ce qui peut être lié à l’impact de la non-localité des effets
non-linéaires du système, phénomène qui sera discuté plus tard en fin de chapitre.
1. Nous avons privilégié la détermination de nCP0 via l’ajustement de la courbe de P(I) au lieu d’utiliser la formule
Eq.(2.12). L’analyse expérimentale via cette ajustement conduit à de meilleurs résultats, notamment dans l’étude de
l’évolution de nCP0 . Toutefois, la détermination de cette quantité peut se faire de différentes manières mais conduit
toujours à la même dynamique illustrée en Figure 2.7.
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FIGURE 2.5 – Évolution de la fraction pré-condensée : (a) en fonction de la non-linéarité du système L/LNL
pour différentes longueurs de cohérence σc , à longueur de cellule L fixe. La longueur non-linéaire est mo-
difiée par le désaccord en fréquence ∆ω tandis que la fraction précondensée est obtenue via l’ajustement
de la courbe de densité de probabilité de l’intensité avec Eq.(2.11). (b) Influence du rapport Λ0/σc obtenu
en modifiant la « healing length » via le désaccord de fréquence ∆ω pour différentes longueurs de cohé-
rence σc (bleu, rose, jaune, vert, rouge, violet), ou en changeant σc àΛ0 constant (gris). Les barres d’erreurs
proviennent des incertitudes de la calibration des effets non-linéaires et de la détermination de nCP0 lors de
l’ajustement de P(I).
2.2.2 Études numériques
2.2.2.1 Définition du pré-condensat
Nous allons étudier le phénomène de pré-condensation à travers des simulations numériques
en utilisant NLSE (2.1). Pour cela, nous générons un champ incohérent homogène de statistique
Gaussienne et nous prenons soin de nous placer en régime fortement non-linéaire H˜ < 2. Nous
représentons en Figure 2.6 l’évolution d’une onde incohérente au début de la propagation (pour
un nombre faible de longueurs non-linéaires), et à plus long terme (jusqu’à l’équilibre thermody-
namique). Nous pouvons remarquer en Figure 2.6(a) une augmentation très rapide de la fraction
pré-condensée nCP0 /I0, cette croissance peut être décrite analytiquement par la relation [38] :
nCP0
I0
' 2p2Λ0
σc
z
LNL
. (2.13)
Puis le pré-condensat sature à une valeur quasi-stationnaire proche de sa valeur d’équilibre pré-
sentée en Figure 2.6(b). Ce phénomène est accompagné d’une augmentation de l’Hamiltonien
linéaire H˜L qui est reliée à une diminution de la taille des fluctuations présentent dans la distribu-
tion d’intensité, c.a.d une augmentation de la population des hautes fréquences du spectre, point
que nous discuterons plus en détail dans le prochain paragraphe. Puisque le système conserve
l’Hamiltonien, l’augmentation de l’Hamiltonien linéaire H˜L induit une diminution de l’Hamil-
tonien non-linéaire H˜NL que nous pouvons observer en Figure 2.8(a). De même nous pouvons
remarquer que l’augmentation de l’Hamiltonien linéaire H˜L succède à une saturation vers une
valeur quasi-stationnaire proche de sa valeur d’équilibre. Les évolutions de H˜L et de nCP0 /I0 sont
liées puisque toutes deux sont connectées à la statistique des fluctuations de l’onde (voir Eq.(2.19)
ci-dessous).
Contrairement à cette relaxation rapide nécessitant peu de longueurs non-linéaires, la ther-
malisation de l’onde vers le spectre d’équilibre est extrêmement lente. En nous intéressant à la
population du mode fondamental du spectre nCL0 (champ lointain), la relaxation vers sa valeur
d’équilibre nécessite plusieurs dizaines de milliers de longueurs non-linéaires, comme nous pou-
vons le voir en Figure 2.6(b). Nous pouvons remarquer que la valeur d’équilibre du condensat
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nCL0 est proche de la valeur de quasi-équilibre du pré-condensat n
CP
0 /I0 qui est obtenue pour une
longueur de propagation très courte. Ainsi, la fraction de puissance pré-condensée joue le rôle
de précurseur du phénomène de condensation dans le sens où elle atteint pratiquement la va-
leur d’équilibre du condensat avant que le phénomène de thermalisation ait eu lieu. Comme nous
l’avons déjà observé expérimentalement, au cours de la propagation, la PDF de l’onde incohé-
rente s’éloigne de la décroissance exponentielle et tend vers une forme en accord avec la formule
théorique en Eq.(2.11), que ce soit au début de la propagation à z = 100 LNL ou bien à l’équilibre
thermodynamique à z = 150.103 LNL.
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FIGURE 2.6 – Simulation numérique illustrant l’effet de pré-condensation : évolution de la fraction pré-
condensée nCP0 /I0 (rouge), de la population du condensat n
CL
0 /I0 (bleu), et de la contribution linéaire de
l’Hamiltonien H˜L (tirets magentas) au début de la propagation (a) et à plus long terme (b). La prédiction
analytique Eq.(2.13) de la fraction pré-condensée caractérise l’augmentation de la première phase du pré-
condensat (pointillés noirs en (a)). nCL0 /I0 relaxe asymptotiquement vers la valeur d’équilibre prédite théo-
riquement (ligne horizontale en pointillées noirs en (b)). (c) Distribution spectrale du champ à z = 0 (tirets
noirs) et à z = 100 LNL (bleu) montrant une accumulation de particules près de k ∼ 0. (d) Fonction de den-
sité de probabilité de l’intensité (champ proche) : initiale (pointillés noirs), à z = 100 LNL (cercles verts) et à
l’équilibre z = 150.103 LNL (cercles bleus) avec leurs formes théoriques en Eq.(2.11) correspondantes (traits
pleins).
Le phénomène de pré-condensation est relié à une redistribution de la puissance spectrale
(champ lointain) au cours de la propagation. En effet, comme nous pouvons le voir en Figure
2.6(c), le spectre initialement Gaussien est modifié par une accumulation de particules très im-
portante près de k ∼ 0. Contrairement au phénomène de condensation où la divergence de la
distribution de Rayleigh-Jeans conduit à un peuplement macroscopique du mode fondamental
k = 0 (nk=0 À nk 6=0), la pré-condensation est caractérisée par une occupation importante de tous
les modes de basses fréquences k . 1/Λ0. C’est pourquoi il peut être nécessaire de redéfinir la
décomposition (2.10) en substituant l’onde cohérente (modèle monomode) par une onde partiel-
lement cohérente n0 →ψc (r , z) (modèle multimode). La décomposition prend la forme suivante :
ψ(r , z)=ψc (r , z)+ψincoh(r , z), (2.14)
où l’onde incohérenteψincoh(r , z) est toujours supposée suivre une statistique Gaussienne. Toute-
fois, puisque la composante partiellement cohérente ψc (r , z) est composée de basses fréquences
k ≤ 1/Λ0, l’onde évolue en régime fortement non-linéaire. De ce fait, il est particulièrement diffi-
cile de connaître sa fonction de densité de probabilité. Pour contourner ce problème nous filtrons
numériquement les basses fréquences du spectre ∀k ∈ [0,kcoh] avec kcoh ' 1/Λ0, afin d’obtenir
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la densité de probabilité de l’intensité de l’onde cohérente pI|Ic (I|Ic ). À partir de cette nouvelle
décomposition, la PDF de l’intensité totale devient :
PI(I)=
∫ ∞
0
pI|Ic (I|Ic )pIc (Ic )dIc , (2.15)
avec pI|Ic (I|Ic )= J−10 exp
(− (I+ Ic )/J0)I0(2pIc I/J0) et J0 = I0−〈Ic〉. Comme nous pouvons le remar-
quer en Figure 2.7(a), nous obtenons un bon accord entre la PDF des résultats numériques et la
PDF théorique du modèle multimode Eq.(2.15) ainsi que le modèle monomode Eq.(2.11). Toute-
fois, le modèle multimode est très sensible à la fréquence de coupure kcoh définissant les compo-
santes de l’onde quasi-cohérente.
La définition du pré-condensat nCP0 provient de la détermination du moment d’ordre deux
(appelé aussi variance) de l’intensité Eq.(2.12). Toutefois, nous pouvons estimer le pré-condensat
à partir d’autres moments de l’intensité 〈Ip〉 = ∫∞0 Ip P(I)dI. Nous trouvons que pour p > 0,
〈Ip〉
Ip0
=Fp
(nCP0
I0
)
, (2.16)
avec
Fp (x)= e−
x
1−x (1−x)pΓ(1+p)MK
(
1+p,1, x
1−x
)
, (2.17)
où Γ(x) est la fonction gamma, tandis que MK représente la fonction de Kummer (fonction hyper-
géométrique confluente) [111]. En inversant cette expression, nous pouvons obtenir la fraction
pré-condensée nCP0 /I0 à partir de n’importe quel moment 〈Ip〉 (p 6= 1) :
nCP0
I0
=F−1p
( 〈Ip〉
Ip0
)
, (2.18)
avec F−1p la fonction réciproque de Fp . Nous avons représenté en Figure 2.7(b) l’évolution de la
fraction précondensée n0/I0 évaluée à travers différents moments de l’intensité. Nous constatons
que l’estimation du pré-condensat ne dépend pratiquement pas du moment considéré (p=2, p=1.5
ou p=0.5). De plus, nous pouvons noter un très bon accord entre ces courbes et la détermination
du pré-condensat nCP0 via l’ajustement de la courbe de la PDF de l’intensité du modèle monomode
Eq.(2.11). Cet accord confirme la validité du modèle monomode en dépit de sa simplicité.
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FIGURE 2.7 – Robustesse du pré-condensat : (a) fonction de densité de probabilité de l’intensité à z =
100 LNL (cercles bleus), pour le modèle monomode Eq.(2.11) (vert), pour le modèle multimode Eq.(2.15)
(rouge) ainsi que la décroissance exponentielle initiale (pointillés noirs).(b) Évolution de la fraction pré-
condensée nCP0 /I0 au cours de la propagation déterminée à partir de différents moments de l’intensité 〈Ip〉
(2.18) : p=2 (bleu), p=1.5 (rouge), p=0.5 (vert). La ligne en pointillé magenta correspond à l’ajustement de la
courbe de la PDF avec la formule théorique Eq.(2.11) basée sur le modèle monomode.
2.2.2.2 Pré-thermalisation vs thermalisation complète
Une analyse plus détaillée du phénomène de pré-condensation révèle que ce processus s’ef-
fectue en deux étapes comme nous pouvons le voir en Figure 2.8. Lors de la première phase, pour
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de très faibles longueurs de propagation z < LNL, la fraction pré-condensée exhibe une très forte
croissance qui peut être décrite par Eq.(2.13). Cette brusque augmentation est reliée à un échange
significatif des contributions linéaire H˜L et non-linéaire H˜NL de l’Hamiltonien. Nous pouvons re-
lier l’évolution de l’Hamiltonien linéaire au précondensat par l’équation :
〈HL〉 (z)
γI20
= 1
2
(
nCP0 (z)
I0
)2
−1+ 〈H〉
γI20
. (2.19)
Comme nous l’avons déjà mentionné, l’augmentation de l’Hamiltonien linéaire caractérise une
augmentation du désordre du speckle via une diminution de la taille des fluctuations de l’onde in-
cohérente. Ainsi le système peuple les hautes fréquences spatiales du spectre tandis que les basses
fréquences ne sont presque pas modifiées, ce que nous pouvons observer en Figure 2.8(c-d).
Dans un second temps, pour des longueurs de propagation de l’ordre de LNL < z < 200 LNL,
les contributions linéaire et non-linéaire de l’Hamiltonien ainsi que la fraction précondensée at-
teignent leurs valeurs d’équilibres. De plus, le spectre exhibe une double redistribution, la popu-
lation des hautes fréquences (la composante incohérente ψincoh(r )) et les basses fréquences (la
composante cohérente ψc (r ) pour les fréquences k < 1/Λ0) augmentent au détriment des fré-
quences « intermédiaires » du spectre.
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FIGURE 2.8 – Pré-condensation vs thermalisation complète : (a) évolution de la contribution linéaire H˜L(z)
(rouge) et non-linéaire H˜NL(z) (bleu) de l’Hamiltonien au cours de la propagation en échelle logarith-
mique. (b) Dynamique de l’Hamiltonien linéaire H¯L(z) = H˜L(z)/H˜L(zeq) (rouge), de la fraction préconden-
sée n¯CP0 (z)= nCP0 (z)/nCP0 (zeq) (tirets verts) et de la population du condensat n¯CL0 (z)= nCL0 (z)/nCL0 (zeq) (bleu)
que nous avons normalisées vis à vis de leurs valeurs d’équilibres zeq = 150.103 LNL respectives. (c) Dis-
tribution spectrale du champ à z = 0 (noir), z = LNL (pointillés rouges), z = 100 LNL (vert) et à l’équilibre
z = 150.103 LNL (tirets-pointillés bleus). La courbe en pointillée noire dénote la loi puissance k−2 de la dis-
tribution de Rayleigh-Jeans. (d) Évolution des composantes modales du spectre nk j (z) au cours de la pro-
pagation, avec de haut en bas les composantes k = 0, k = 2, k = 5, k = 10, k = 15 et puis k j = j∆k , j = 1, ...12
avec ∆k = 20.
Le processus de pré-condensation dans lequel HL et nCP0 /I0 relaxent rapidement vers leurs
états quasi-stationnaires asymptotiques est en contraste avec la dynamique lente de thermali-
sation vers le spectre d’équilibre de Rayleigh-Jeans. En effet, comme nous pouvons le voir en
Figure 2.8 (c-d), le système nécessite plusieurs dizaines de milliers de longueurs non-linéaires
pour que les composantes du spectre nk j (z) ∝ |ψ˜(k j , z)|2 et plus spécifiquement le condensat
nCL0 (z)∝|ψ˜(k = 0, z)|2 atteignent leurs valeurs asymptotiques d’équilibres. Une fois l’équilibre at-
teint, à partir de zeq ∼ 105 LNL, le spectre exhibe une loi puissance k−2 signe de la distribution
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Lorentzienne de Rayleigh-Jeans (2.7).
Dans un système bi-dimensionnel, un autre type de transition de phase peut avoir lieu à l’équi-
libre, connue sous le nom de transition de Berezinskii-Kosterlitz-Thouless (BKT), d’après le nom
des physiciens qui l’ont découverte au début des années 1970 [112–114]. Cette transition de phase
a lieu dans le régime fortement condensé à l’équilibre [115] et prédit qu’en dessous d’une cer-
taine température critique, les corrélations du champ deviennent à longue portée et décroissent
algébriquement comme une loi puissance, ce qui est en contraste avec la décroissance exponen-
tielle décrite par le spectre de Rayleigh-Jeans en régime faiblement non-linéaire. Nous calculons
la fonction d’auto-corrélation normalisée C(r ) = 〈ψ(r )ψ∗(r + r ′)〉, moyennée selon l’angle polat-
polaire θ, pour différentes longueurs de propagation que nous présentons en Figure 2.9. Nous
pouvons remarquer que tout au long du processus de pré-thermalisation, qui a lieu très loin de
l’équilibre, la fonction de corrélation exhibe toujours une décroissance rapide. En contraste, un
ordre à longue portée s’établit à l’équilibre g (|r |) ∝ |r |−ν, comme le confirme l’ajustement de la
courbe avec pour paramètre ν' 0.025. Cette étude confirme la nature hors-équilibre du processus
de pré-condensation par l’analyse des corrélations du champ.
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FIGURE 2.9 – Évolution de la fonction de corrélation normalisée g (|r |, z) = C(|r |, z)/I0 moyennée selon
l’angle polaire θ, r = (|r |,θ), calculée à z = 0 (noir), z = 60 LNL (pointillés-tirets bleus), z = 200 LNL (tirets
rouges) et à l’équilibre thermodynamique z = 150.103 LNL (vert). La fonction de corrélation tend à l’équi-
libre vers une décroissance algébrique g (|r |) ∝ |r |−ν comme prédit par la théorie BKT (ajustement de la
courbe avec ν ' 0.025 en pointillés noirs). En régime de pré-condensation la fonction de corrélation n’ex-
hibe pas de comportement algébrique.
2.2.2.3 Robustesse de la pré-condensation
Nous étudions ici la robustesse du pré-condensat vis-à-vis de la statistique des fluctuations du
champ initial ou des paramètres numériques considérés.
Comme nous l’avons discuté précédemment, la catastrophe ultra-violette de la distribution
d’équilibre de Rayleigh-Jeans Eq.(2.7) est régularisée par l’introduction d’une fréquence de cou-
pure kc dans le spectre. Le nombre de particules dans le condensat nCL0 (le mode fondamental) dé-
pend de cette fréquence de coupure [35, 97]. Afin de voir l’impact de la fréquence de coupure sur
le phénomène de pré-condensation hors-équilibre, nous effectuons plusieurs simulations pour
différentes valeurs de la fréquence de coupure kc et de l’Hamiltonien. Comme nous pouvons le
constater en Figure 2.10, la fraction pré-condensée nCP0 /I0 ne dépend pratiquement pas de la fré-
quence de coupure, et cela pour toute la gamme de longueurs non-linéaires accessibles expéri-
mentalement. Cela peut s’expliquer par le fait que le phénomène de pré-condensation a lieu très
loin de l’équilibre, c.a.d bien avant que le système puisse peupler de manière significative les très
hautes fréquences du spectre proches de kc , ce que nous avons observé en Figure 2.8(d). De plus,
comme nous l’avons remarqué précédemment, la fraction pré-condensée est d’autant plus impor-
tante que l’Hamiltonien du système est petit, c.a.d plus la longueur de cohérence des fluctuations
σc est grande (plus le champ est cohérent).
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FIGURE 2.10 – Influence de la fréquence de coupure sur l’amplitude du pré-condensat. Évolution de la frac-
tion pré-codensée nCP0 /I0 pour différentes fréquences de coupures : kc = 2piΛ−10 (rouge), kc = 4piΛ−10 (vert),
kc = 8piΛ−10 (bleu) et pour différentes valeurs de l’Hamiltonien H˜ = 6 (¦), H˜ = 3.25 (), H˜ = 1.7 (◦), H˜ = 1.3
(4), H˜= 1 (∗). Nous avons gardé fixe la taille de la fenêtre numérique (x, y) avec pour valeur Lnum = 256 Λ0
pour toutes les simulations numériques.
Nous avons observé le phénomène de pré-condensation à partir d’un champ incohérent ho-
mogène de statistique Gaussienne. L’utilisation d’un champ Gaussien est naturelle puisque le dif-
fuseur (verre dépoli) génère des vecteurs d’ondes aléatoires qui vérifient cette distribution. Toute-
fois, nous pouvons nous demander si l’effet de pré-condensation est inhérent à un champ incohé-
rent de statistique Gaussienne. Comme nous l’avons déjà remarqué, la pré-condensation est reliée
à la relaxation de la PDF de l’intensité vers une distribution dont les fluctuations de fortes inten-
sités sont très peu probables, c’est à dire une distribution avec une queue légère. Par conséquent,
nous allons étudier la propagation d’un champ incohérent présentant une distribution d’intensité
avec une queue lourde :
P(I)= exp(−
p
2I/I0)p
2II0
. (2.20)
Comme nous pouvons le voir en Figure 2.11(a), la PDF du champ incohérent présente des ailes
plus importantes qu’un champ Gaussien dont la densité de probabilité exhibe une décroissance
exponentielle. Toutefois, en dépit de ces ailes importantes, la fonction de densité de probabilité
du champ relaxe vers une distribution de queue légère en accord avec la PDF théorique du mo-
dèle monomode Eq.(2.11). De même que lors de la propagation d’un champ initialement Gaus-
sien, l’évolution de l’onde est caractérisée par un échange rapide des contributions linéaire H˜L et
non-linéaire H˜NL de l’Hamiltonien que nous retrouvons en Figure 2.11(b). Nous pouvons toute-
fois remarquer une différence avec les simulations présentées précédemment, à savoir un délai de
la croissance de la fraction précondensée nCP0 /I0. Cela provient de la PDF initiale à queue lourde,
qui empêche la définition du précondensat via le moment d’ordre deux (nCP0 /I0 =
√
2−〈I2〉/I20),
puisque la condition initiale vérifie < I2 > (z = 0) = 6I20. Cependant, une fois les pieds de la PDF
suffisamment atténués, le système génère le précondensat nCP0 et relaxe vers une valeur quasi-
stationnaire de manière analogue aux simulations avec un champ initialement Gaussien. Le phé-
nomène de précondensation semble donc robuste vis-à-vis de la statistique du speckle initial.
Un dernier aspect de la robustesse du phénomène de pré-condensation que nous étudions
concerne la non-localité de la réponse non-linéaire. En effet, lors de la propagation d’un champ
dans une vapeur atomique, la réponse non-linéaire en un point r dépend de la valeur de l’intensité
à ce point r , ainsi que de l’intensité en tout autres points r ′ au voisinage de r [96, 116]. Nous
pouvons modéliser la non-localité des effets non-linéaires lors de la propagation du champψ(r , z)
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FIGURE 2.11 – Influence de la statistique initiale du champ sur le phénomène de pré-condensation. (a) Évo-
lution de la fonction de densité de probabilité en échelle logarithmique : initiale (points noirs), z = 1 LNL
(points bleus), z = 2 LNL (points verts), et z = 200 LNL (points rouges). La courbe rouge représente l’expres-
sion analytique de la PDF initiale Eq.(2.20) tandis que la droite en tirets noirs caractérise une distribution
de champ Gaussienne (décroissance exponentielle de la PDF de l’intensité). (b) Dynamique de la contribu-
tion linéaire H˜L (rouge) et non-linéaire H˜NL (tirets bleus) de l’Hamiltonien au cours de la propagation avec
l’évolution de la fraction pré-condensée nCP0 /I0 en (c). (d) Densité de probabilité de l’onde à z = 200 LNL
(cercles bleus) avec l’expression théorique (rouge) du modèle monomode Eq.(2.11).
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par l’équation de Schrödinger non-linéaire non-locale :
i
∂ ψ(r , z)
∂z
=− 1
2k0
∇2rψ(r , z)+γψ(r , z)
Ï
U(|r − r ′|)|ψ(r ′, z)|2dr ′ (2.21)
avec la fonction non-locale U(r ) dont la largeur typique ζ caractérise la portée de l’interaction
non-locale, i.e. la distance sur laquelle l’intensité en un point r à une influence notable sur la
réponse en un autre point r ′. Nous effectuons plusieurs simulations pour différentes portées non-
locales ζ en utilisant la même condition initiale. Comme nous pouvons le voir en Figure 2.12(a),
l’apparition d’effets non-locaux engendrent une diminution de la croissance de nCP0 /I0 ainsi que
sa saturation vers une valeur quasi-stationnaire. De plus, pour des valeurs de ζ importantes, nous
pouvons remarquer que la croissance du pré-condensat s’effectue avec un retard, ce qui corres-
pond à un effet qui a été observé expérimentalement en Figure 2.5(a). Nous reportons en Figure
2.12 l’évolution de la fraction pré-condensée nCP0 /I0 en fonction du rapportΛ0/σc pour différentes
valeurs de protées non-locales. Nous avons obtenu cette courbe en faisant varier la longueur de
cohérence σc tout en gardant constante la « healing length »Λ0. Nous pouvons constater que pour
de petites longueurs de cohérences (grandes valeurs deΛ0/σc ), la réponse non-locale non-linéaire
implique plusieurs fluctuations spatiales (grains de speckles) ce qui modifie de manière impor-
tante la pré-condensation conduisant ainsi à une dispersion des différentes courbes de conden-
sation. Tandis que, pour des grandes longueurs de cohérences, la réponse non-linéaire non-locale
n’englobe plus plusieurs fluctuations ce qui diminue son impact sur la propagation du faisceau
et donc entraîne un regroupement des différentes courbes de condensation. La non-localité des
effets non-linéaires pourrait ainsi expliquer la dispersion des courbes expérimentales en Figure
2.5(b). À noter toutefois que la Figure 2.12(b) numérique a été obtenue en faisant varier σc à Λ0
constant tandis que la Figure 2.5(b) expérimentale a été obtenue en faisant varier Λ0 par le biais
du désaccord de fréquence à σc constant.
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FIGURE 2.12 – Robustesse de l’effet de pré-condensation vis-à-vis de la non-localité. (a) Évolution de la
fraction pré-condensée nCP0 /I0 obtenue par la simulation numérique de NLSE non-locale (2.21) pour diffé-
rentes valeurs de non-localitées : ζ= 0 Λ0 (rouge), ζ= 0.2 Λ0 (pointillés jaunes), ζ= 1 Λ0 (tirets magentas),
ζ = 3 Λ0 (tirets-pointillés bleus clairs), ζ = 6 Λ0 (vert), ζ = 10 Λ0 (pointillés bleus foncés), ζ = 30 Λ0 (tirets
noirs). Évolution de la fraction pré-condensée à z = 80 LNL en fonction du rapport Λ0/σc en faisant varier
la longueur de cohérence σc pour les différentes valeurs de non-localitées du panel (a).
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2.3 Conclusion
Dans ce chapitre nous avons étudié les phénomènes liés à la propagation d’un champ inco-
hérent dans un milieu non-linéaire. L’évolution du speckle est liée à une relaxation très lente vers
un équilibre thermodynamique maximisant l’entropie, qui est décrite par le spectre de Rayleigh-
Jeans. Pour une énergie cinétique plus petite qu’une certaine valeur critique, le processus de ther-
malisation s’accompagne d’un phénomène de condensation d’ondes optiques classiques dans le-
quel le système peuple de façon macroscopique le mode fondamental (la composante spectrale
de fréquence k = 0), laquelle reste immergée dans une mer de fluctuations turbulentes. Toutefois
la thermalisation complète du système nécessite un nombre de longueurs non-linéaires inacces-
sible expérimentalement.
Les observations expérimentales réalisées par l’équipe de Robin Kaiser à l’Université Côte
d’Azur ont mis en évidence l’existence d’un phénomène de pré-condensation : le système relaxe
rapidement vers un régime quasi-stationnaire générant un pré-condensat nCP0 avant la relaxation
lente vers l’état d’équilibre thermodynamique. Le pré-condensat nCP0 défini par le champ proche
du faisceau optique, provient de la formation d’ondes partiellement cohérentes ψc (r ) de faible
fréquence (k ∈ [0,1/Λ0]) tandis que le condensat nCL0 défini par le champ lointain provient de la di-
vergence de l’état d’équilibre thermodynamique du mode fondamental de fréquence k = 0. Le pré-
condensat est un précurseur du phénomène de condensation d’ondes dans le sens où l’amplitude
du pré-condensat après de faibles longueurs de propagation est proche de la valeur asymptotique
du condensat à l’équilibre thermodynamique. La fraction pré-condensée permet alors d’estimer
la fraction de puissance qui sera condensée dans le mode fondamental à l’équilibre thermodyna-
mique.
La génération d’un pré-condensat est un phénomène d’auto-organisation d’ondes relative-
ment robuste que ce soit vis-à-vis de la statistique de l’onde incohérente initiale ou bien de la non-
localité des effets non-linéaires. Notons qu’à la différence du phénomène de condensation qui ré-
sulte de la maximisation de l’entropie du système, nous n’avons pas bien cerné le mécanisme res-
ponsable du phénomène de pré-pré-condensation. Remarquons cependant que, contrairement
au processus de thermalisation conventionnel, le phénomène de précondensation est lié au ré-
gime fortement non-linéaire (LD À LNL autrement dit σc ÀΛ0).
Nous avons obtenu un accord qualitatif entre les résultats expérimentaux, les simulations nu-
mériques et les développements théoriques. Nous avons notamment remarqué que l’accord est si-
gnificativement amélioré lorsque les effets de non-localité de la non-linéarité sont pris en compte
dans le modèle NLS. Par ailleurs, nous verrons dans le chapitre 4 l’existence de deux régimes dis-
tincts concernant l’impact de la non-localité sur la propagation d’un speckle non-linéaire.
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Chapitre 3
Condensation et thermalisation dans une
fibre optique multimode
Dans ce chapitre nous allons nous intéresser au phénomène de thermalisation et de conden-
sation d’un champ incohérent évoluant dans une fibre optique multimode où la propagation de
l’onde est affectée par un désordre structurel du milieu. Comme discuté en détail au chapitre pré-
cédent, la thermalisation complète de l’onde optique nécessite en général un nombre de longueurs
non-linéaires extrêmement important. Toutefois, nous allons montrer théoriquement et numéri-
quement que le désordre structurel du matériau entraîne une accélération significative du phéno-
mène de thermalisation rendant ainsi possible son étude expérimentale. Cette accélération impor-
tante de l’effet de condensation permettrait de mieux comprendre le phénomène remarquable du
« nettoyage de faisceau » observé expérimentalement. Dans le cadre d’une étude expérimentale me-
née avec Guy Millot et Katarzyna Krupa à l’ICB, nous avons observé la transition d’une distribution
thermique du champ optique vers l’état condensé, avec une fraction de puissance condensée dans le
mode fondamental pouvant atteindre ∼ 60% [42].
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3.1 Introduction
3.1.1 Système étudié
Les travaux expérimentaux et théoriques du chapitre précédent portent sur les phénomènes
liés à la propagation libre (sans confinement) d’un champ incohérent. Alors que la thermalisation
complète du système vers l’état d’équilibre thermodynamique de Rayleigh-Jeans nécessite de très
grandes longueurs de propagation, nous avons mis en évidence expérimentalement et numéri-
quement un phénomène de pré-thermalisation loin de l’équilibre thermodynamique. Nous allons
nous intéresser maintenant aux processus de thermalisation et condensation lors de l’évolution
d’un faisceau incohérent dans un guide d’ondes.
Un guide d’ondes est un système physique permettant de confiner des ondes électromagné-
tiques ou acoustiques afin de les guider dans une direction souhaitée. Il existe de nombreux types
de guides d’ondes électromagnétiques, cependant nous étudions uniquement les fibres optiques
qui sont caractérisées par un faible coefficient non-linéaire. En dépit de son coefficient non-linéaire
intrinsèquement petit, il est possible d’obtenir des effets non-linéaires très importants. Cela est
possible grâce à deux caractéristiques : les fibres optiques guident des faisceaux de taille assez
faible (FWHM 1=10 ∼ 100µm) ce qui permet d’atteindre des densités de puissance surfacique gé-
néralement importantes. De plus, leurs faibles pertes linéiques (αpertes1550 nm = 0.2 dB/km= 5.10−5 m−1)
permettent une propagation sur de très grandes distances (dizaines, centaines voir milliers de
mètres) conduisant à une accumulation importante d’effets non-linéaires. Comme nous pouvons
le constater en Figure 3.1, une fibre optique est composée de plusieurs couches de diélectrique :
le cœur généralement en silice dopée en germanium ou potassium de rayon ra d’indice optique
n(r ), entouré d’une gaine du même matériau que le cœur mais non dopé d’indice optique ng , puis
une couche protectrice extérieure en plastique. Il existe deux principales méthodes pour doper le
cœur de la fibre : les fibres à saut d’indice (STEP) dont le cœur est dopée de manière homogène
où l’indice optique vaut ∀r < ra n(r ) = nc et les fibres à gradient d’indice (GRIN : Graded-Index)
dont le cœur dopé de telle sorte que le profil transverse d’indice optique suit une loi quadratique
∀r < ra n(r )= nc
√
1−2∆n( rra )2, où la différence d’indice relative ∆n = n2c−n2g2n2c , situation présentée
en Figure 3.1(droite). Les modes supportées par la fibre possèdent des propriétés très différentes
pour une fibre SETP ou GRIN. Tout au long de notre étude, nous allons considérer la propaga-
tion d’un faisceau dans une fibre GRIN, qui de par l’évolution quadratique de l’indice optique
possède la particularité d’un écart constant entre les constantes de propagations des différents
1. FWHM : Full Width at Half the Maximum
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modes Eq.(3.6). Nous verrons plus loin que cette propriété joue un rôle essentiel dans les réso-
nances non-linéaires et explique pourquoi l’effet de nettoyage de faisceau a été observé dans les
fibres GRIN et non dans les fibres STEP.
Pr
op
ag
ati
on
z
r
coeur : n(r)
gaine : ng
ra
0 r-ra ra
Indice optique n(r)
ng
nc
0 r-ra ra
Potentiel V(r)
V0V0
FIGURE 3.1 – (gauche) Illustration de la propagation d’un speckle dans une fibre optique multimode avec un
cœur de rayon ra. (droite-haut) Évolution du potentiel en fonction du rayon pour une fibre GRIN. (droite-
bas) Variation de l’indice optique en fonction du rayon pour une fibre GRIN.
3.1.2 Description des modes de la fibre
Nous considérons de nouveau un système « 2D+1 » dans lequel le champ électrique vectoriel
ψ(r , z) = (ψx (r , z),ψy (r , z))T 2 avec ψx,y (r , z) le champ selon la polarisation linéaire x (ou y), de
longueur d’onde λ0 se propage dans une fibre optique GRIN suivant l’axe z. La présence du guide
est modélisée par un potentiel de confinement V(r ) dans NLSE (2.1) qui devient [36, 39–41, 117] :
i
∂ψ(r , z)
∂z
=− 1
2k0ng
∇2rψ(r , z)+V(r )ψ(r , z)−γF (ψ(r , z)), (3.1)
où les effets non-linéaires peuvent s’écrire en prenant en compte la polarisation comme :
F (ψ)= 1
3
ψTψψ∗+ 2
3
ψ†ψψ, (3.2)
avec la notation † signifiant la transposée conjuguée. Il faut noter que la fibre optique est un milieu
non-linéaire focalisant d’où le changement de signe dans NLSE par rapport au chapitre précédent.
Le coefficient non-linéaire s’écrit comme γ = k0n2, avec le nombre d’onde k0 = 2pi/λ0 et le coef-
ficient non-linéaire Kerr n2. Le potentiel de guidage V(r ) s’écrivant comme V(r ) = k0
(
n2c−n2(r )
2ng
)
entraîne une limitation et une discrétisation du nombre de modes pouvant se propager dans la
fibre. Nous rappelons que cette équation conserve, en plus de la puissance N=Î |ψ(r )|2dr , l’Ha-
miltonien H=HL+HNL où la contribution linéaire comprend maintenant deux composantes HL =
HDIFF+HPOT, la partie liée à la diffraction du matériau HDIFF = 12ng k0
Î |∇ψ(r )|2dr et celle prove-
nant du guide HPOT =
Î |ψ(r )|2V(r )dr . La contribution non-linéaire s’écrit HNL = γÎ 12 (|ψx (r , z)|4+
|ψy (r , z)|4
)+ 23 |ψx (r , z)|2|ψy (r , z)|2+ 16 (ψx (r , z)2,∗ψy (r , z)2+ψx (r , z)2ψy (r , z)2,∗)dr . Afin de pou-
voir étudier directement la distribution modale du champ, nous projetons le champ ψ(r , z) sur la
base des M modes {φ0(r ), ...,φM−1(r )} supportés par la fibre :
ψ(r , z)=
M−1∑
p=0
Ap (z)φp (r ). (3.3)
2. la notation T signifie la transposée
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Les modes orthonormés
Î
φp (r )φl (r )∗dr = δp,l sont les fonctions propres associées aux valeurs
propres (constantes de propagation) de l’équation modale stationnaire :(
− 1
2k0ng
∇2r +V(r )
)
φp (r )= βpφp (r ). (3.4)
Pour une fibre GRIN, le potentiel de guidage prend la forme ∀r < ra V(r ) = qr 2 avec la pente
q = V0/ra où la profondeur du potentiel est caractérisée par V0 = ng k0∆n. Dans l’approximation
d’un potentiel parabolique idéal (V0 →∞), les modes sont décrits par les fonctions de Hermite-
Gauss Hl (x) en prenant la forme suivante [36, 118] :
φmx ,my (x, y)= κ(pimx !my !2mx+my )(−1/2)Hmx (κx)Hmy (κy)exp[−κ2(x2+ y2)/2] (3.5)
avec le paramètre κ= (2k0ng q)1/4, représentés en Figure 3.2. La constante de propagation (valeur
propre) βm des modes vaut :
βmx ,my = β0(mx +my +1) (3.6)
avec la valeur propre du mode fondamental β0 = 2
√
q
2k0ng
. Les modes guidés par la fibre sont tout
ceux vérifiant la condition :
βp <V0. (3.7)
Les modes sont indexés par deux nombres entiers (mx ,my ), ainsi il existe de nombreux modes
dégénérés possédant le même βm mais un couple différent de (mx ,my ). En supposant que la
fibre supporte un grand nombre de modes, nous pouvons estimer le nombre de modes par M ≈
V20 /(2β
2
0).
0 1 2
0
1
2
my
mx
...
...
...
0 r-ra ra
Potentiel V(r)
V0V0
β0
β1
β2
β8
FIGURE 3.2 – (gauche) Représentation des premiers modes |φ(r )mx ,my |2 supportés par une fibre optique
GRIN. (droite) Évolution des valeurs propres β associées aux modes propres dans une fibre optique GRIN.
À présent que nous connaissons les modes supportés par la fibre, nous pouvons obtenir la
dynamique des composantes modales en projetant NLSE sur la base des modes linéaires. Nous
obtenons alors autant d’équations couplées que de modes supportés par la fibre. La propagation
des amplitudes des modes s’écrit comme le système d’équations couplées que nous appelons par
la suite NLSE modale [36, 119, 120] :
i∂z Ap = βp Ap −γ0Pp (A), (3.8)
avec le terme non-linéaire s’écrivant comme :
Pp (A)=
M−1∑
l ,m,n =0
Spl mn
(1
3
ATl Am A
∗
n +
2
3
A†n Am Al
)
, (3.9)
où le tenseur de recouvrement caractérise l’intensité de couplage entre les différents modes inter-
venant dans le processus de mélange à quatre ondes :
Spl mn = Aeff0
Ï
φ∗p (r )φl (r )φm(r )φ
∗
n(r )dr , (3.10)
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avec l’aire effective du mode fondamental Aeff0 =
1Î |φ0(r )|4dr , et le coefficient non-linéaire γ0 =
k0n2/A0eff. Cette équation conserve la puissance N =
∑M−1
p=0 |Ap (z)|2 ainsi que l’Hamiltonien H =
HL +HNL où la contribution linéaire s’écrit E = ∑M−1p=0 βp |Ap (z)|2 et la contribution non-linéaire
HNL = γ4
∑N∗−1
l ,m,n,p=0 Sl mnp
1
3 (A
T
l Am)(A
†
n A
∗
p )+ 23 (A†n Am)(ATl A∗p )+c.c. 3est négligeable. Il est important
de noter que dans les expériences usuelles de nettoyage de faisceau, l’onde évolue en régime li-
néaire, HL ÀHNL (ou encore 1/β0 = LLINÉAIRE ¿ LNL).
En raison des effets non-linéaires, il existe M4 termes non-linéaires différents, ce qui rend la ré-
solution de NLSE modale (3.8) extrêmement coûteuse numériquement. Toutefois, NLSE modale
présente l’avantage de comprendre la solution exacte des termes linéaires (diffraction et poten-
tiel de guidage) qui sont plus complexes à résoudre dans NLSE (3.2). C’est pourquoi nous uti-
lisons les deux équations (3.2) et (3.8) pour résoudre numériquement la propagation de l’onde.
Nous utilisons NLSE modale (3.8) pour calculer le terme de guidage linéaire dans l’espace des
modes, tandis que nous considérons NLSE (3.2) pour résoudre les effets non-linéaires dans l’es-
pace réel r = (x, y). Nous implémentons alors une méthode numérique à pas divisée dans laquelle
nous passons alternativement du champ dans l’espace transverse r à la décomposition modale :
ψ(r , z) ↔ Ap (z). Les intégrales impliquées dans la projection du champ ψ(r ) sur la base modale
{φ0(r ), ...,φM−1(r )} sont optimisées par la méthode de quadrature de Gauss [121].
3.1.3 Phénomène de nettoyage de faisceau
L’équation NLS modale (3.8) suppose que la fibre modélisée est idéale dans le sens où ce mo-
dèle ne tient pas compte d’un éventuel désordre. Toutefois en pratique, la propagation dans une
fibre optique multimode est affectée par des fluctuations aléatoires des indices de réfractions pro-
venant notamment de torsions, de courbures ou de variations de la taille du cœur de la fibre lors
de sa fabrication ou de l’enroulement sur une bobine. Ce désordre structurel introduit des fluc-
tuations de biréfringences résiduelles ainsi que des couplages aléatoires parmi les modes. C’est
en raison de ce désordre que la propagation d’un faisceau laser dans une MMF s’accompagne
d’une dégradation et d’une diminution graduelle de la cohérence spatiale au cours de la propa-
gation. En dépit d’une injection du faisceau laser de très bonne qualité (excitant un petit nombre
de modes), l’onde évolue vers un speckle au cours d’une propagation suffisamment importante.
Les mécanismes et les modèles spécifiques décrivant comment les imperfections de la fibre in-
fluencent la propagation de la lumière reste encore aujourd’hui un domaine de recherche très
actif [117, 119, 122–130]. De manière générale, nous pouvons considérer que lors de propagation
dans des fibres optiques sur des distance relativement courtes (∼ 10m) comme celles considérées
pour le nettoyage de faisceau, la contribution majoritaire du désordre provient de fluctuations
modales de polarisations (appelée « couplage faible »), tandis que pour de plus grandes longueurs
de propagation un couplage entre les modes dégénérés survient, et enfin un couplage entre tous
les modes (nommé « couplage fort ») pour de très grandes longueurs de propagation [128]. Nous
sommes donc amenés à décrire la propagation d’un speckle dans un milieu non linéaire en pré-
sence de désordre.
Nous avons discuté dans le chapitre précédent que le phénomène de thermalisation vers l’état
d’équilibre thermodynamique nécessite un nombre de longueurs non-linéaires rédhibitoires ex-
périmentalement. Cependant, un phénomène étonnant et surprenant d’auto-organisation du champ
transverse appelé « nettoyage de faisceau » a été récemment observé dans les MMFs [39–41]. Comme
nous pouvons le constater en Figure 3.3, le speckle obtenu en sortie de fibre pour de faible puis-
sances (régime quasi-linéaire), tends vers un faisceau « nettoyé » en augmentant la puissance. Le
faisceau nettoyé comprend en son centre une structure lisse en apparence semblable au mode
fondamental (Gaussien) de la fibre multimode. Le mécanisme lié au nettoyage du faisceau est
toujours mal compris et reste encore aujourd’hui le sujet de nombreux travaux [39, 131, 132]. Dans
[36], les auteurs ont discuté théoriquement l’effet de condensation dans une fibre à petit nombre
3. c.c. désigne le complexe conjugué
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de modes dans l’approximation scalaire (pas de degré de liberté de polarisation) en présence de
puissances considérables. Il est important de noter que dans [36], la condition initiale correspond
à un speckle avec des phases aléatoires entre les modes, ce qui est en contraste avec les expé-
riences de nettoyage de faisceau où un faisceau laser cohérent est injectée dans la fibre. De plus,
ce travail ne prend pas en compte le désordre structurel du matériau ou du guide qui affecte de
manière considérable la propagation d’un faisceau.
Il est important de noter que dans ce chapitre nous considérons l’effet de nettoyage de faisceau
dans le régime quasi-continu, dans lequel des impulsions temporelles longues (nanosecondes)
sont injectées dans la fibre multimode. Les effets temporels de dispersion chromatique et disper-
sion modale peuvent donc être négligés pour les courtes longueurs de fibre considérées dans les
expériences. De cette façon nous ne considérons pas ici les expériences de nettoyage de faisceau
avec des impulsions femto-secondes de forte puissance [100], dont le mécanisme sous-jacent est
relié à des effets spatio-temporels complexes prenant en compte les solitons multimodes [133–
138].
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FIGURE 3.3 – Mesures expérimentales de la distribution d’intensité en sortie de fibre GRIN pour différentes
puissances (a-d) avec respectivement la coupe des intensités I(x, y = 0) (a’-b’). La barre d’échelle correspond
à 10µm où la largeur du mode fondamental vaut FWHM0 ' 9µm. Figure provenant de l’article [39].
3.2 Accélération de condensation induite par u désordre faible
3.2.1 Observations numériques
Nous pouvons maintenant nous intéresser à la propagation d’un faisceau dans une MMF GRIN
en résolvant numériquement NLSE modale (3.8) dans l’objectif d’observer le phénomène de conden-
sation. Tout d’abord, nous allons étudier l’influence du désordre (absence ou présence) sur l’évo-
lution non-linéaire du système.
3.2.1.1 Absence de désordre : régime quasi-cohérent
Nous simulons numériquement avec NLSE modale (3.8) la propagation d’un faisceau initiale-
ment cohérent dans une MMF GRIN en absence de désordre, c.a.d sans prendre en compte d’éven-
tuels couplages aléatoires entre les modes et les états de polarisations. C’est pourquoi nous consi-
dérons l’évolution d’une onde scalaire Ap (z) =
(
Ap,x (z),0
)T (polarisée selon un seul axe). Pour
toutes les simulations, nous considérons une fibre avec un indice optique maximum du cœur de
nc = 1.47 et de la gaine ng = 1.457 où le rayon du cœur vaut r = 26µm. À la longueur d’onde de
λ = 1064nm, cette fibre comprend M = 120 modes (incluant les modes dégénérés). Dans l’inten-
tion de tenir compte d’éventuelles imperfections d’alignements expérimentales et afin d’exciter
un nombre relativement important de modes, nous considérons en Figure 3.4 un faisceau légère-
ment elliptique, décentré par rapport au centre de la fibre, et nous simulons sa propagation pour
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une puissance N= 47,5kW avec un coefficient non-linéaire Kerr n2 = 3,20×10−20 m2/W. Il est im-
portant de souligner que contrairement aux simulations usuelles de turbulence d’ondes comme
celles reportées en fibre multimode en [36], nous n’imposons pas de distribution de phase aléa-
toire entre les modes Ap (z = 0).
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FIGURE 3.4 – Simulation numérique de NLSE modale (3.8) pour un faisceau cohérent scalaire en absence de
désordre avec une puissance de N= 47,5kW. Évolutions des premières populations modales np (z)/N : pour
le mode fondamental p = 0 (rouge), p = 1 (bleu foncé), p = 2 (bleu), p = 3 (bleu clair), p = 4 (cyan), p = 5
(vert clair), p = 6 (vert), p = 7 (jaune), p = 8 (orange). La distribution d’intensité |ψ(r , z)|2 est représentée
en haut de la figure à z = 0m, z = 7,5m, z = 15m, z = 101m et à z = 110m.
Comme nous pouvons le constater en Figure 3.4, l’évolution des populations modales np /N=
|Ap (z)|2/N qui sont fortement peuplées exhibent un échange quasi-réversible de puissance entre
les modes, conduisant à une dynamique d’oscillations cohérentes de la distribution d’intensité
|ψ(r , z)|2. La propagation non-linéaire ne permet pas de briser la forte corrélation de phase entre
les modes, et cela même pour une grande longueur de propagation (plusieurs dizaines de mètres).
Le système ne conduit pas à une augmentation de la brillance du faisceau caractérisant le phéno-
mène de nettoyage de faisceau. La corrélation de phase forte entre les modes fortement peuplés
persiste et donc gèle le processus de thermalisation. Cet effet peut être étudié par une approche
Hamiltonienne en tronquant le nombre de degrés de libertés [132], ou plus généralement dans le
cadre de la turbulence d’ondes discrètes des systèmes de taille finie [139–142].
Cette forte corrélation de phase peut s’expliquer qualitativement par le nombre relativement
faible de modes qui peuvent interagir efficacement (15 groupes de modes dégénérés parmi les
120 modes pour la fibre considérée). Pour illustrer cet aspect, nous comparons le nombre de ré-
sonances présentes dans une fibre optique GRIN avec un système conventionnel où la turbulence
d’ondes est généralement étudiée, i.e. une boite 2D avec conditions aux limites périodiques qui
pourrait modéliser la propagation libre du faisceau (cf. chapitre 2) ou en première approximation
un guide d’onde rectangulaire à saut d’indice. Nous considérons deux systèmes comprenant ap-
proximativement le même nombre de modes : M= 120 pour la fibre GRIN, et M= 121 pour la boîte
2D. Dans la fibre GRIN, le mélange à quatre ondes provenant des termes non-linéaires Eq.(3.8)
conduisent à des résonances vérifiant la conservation d’énergie βp +βl = βm +βn où le tenseur
Spl mn caractérise l’efficacité des interactions. Dans la boîte 2D, les résonances des interactions
non-linéaires Eq.(2.1) vérifient la conservation de l’énergie (ωk1 +ωk2 = ωk3 +ωk4 , ωk = αk2) et
la conservation du moment (k1 +k2 = k3 +k4). La forme parabolique du potentiel dans la fibre
GRIN entraîne un espacement régulier des valeurs propres βp Eq.(3.6) conduisant à un nombre de
résonances plus important que dans une boîte 2D. Toutefois, la plus grande partie des résonances
ne sont pas efficaces : seulement 11452 résonances sont caractérisées par un tenseur Spl mn > 0.1
et 184 pour Spl mn > 0.3 (nous rappelons que nous avons utilisé la notation 0< Spl mn < 1), tandis
que la boîte 2D comporte∼ 105 résonances vérifiant la conservation de l’énergie et du moment (ce
calcul étant indépendant de la taille de la boite). Cette analyse révèle que la propagation de l’onde
dans la fibre GRIN se comporte comme un système à nombre relativement faible de degrés de li-
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bertés. En dépit du régime faiblement non-linéaire, l’onde n’entre pas dans un régime turbulent
caractérisé par une distribution de phases aléatoire.
3.2.1.2 Présence de désordre : régime turbulent
Comme discuté précédemment, il est connu que la propagation d’un faisceau optique dans
une fibre multimode est affectée par le désordre structurel du guide [119, 123, 125, 130] provenant
de torsions, de courbures ou d’imperfections lors de la fabrication de la fibre optique. Ces per-
turbations extérieurs viennent altérer le guidage des modes dans la fibre entraînant un couplage
linéaire entre les états de polarisations (« couplage faible ») ainsi qu’entre les modes (« couplage
fort »). Nous modélisons l’influence du désordre structurel par l’introduction d’un potentiel aléa-
toire Hermitien Dˆ(r , z) dans NLSE (3.2) qui devient :
i
∂ψ(r , z)
∂z
=− 1
2k0ng
∇2rψ(r , z)+V(r )ψ(r , z)−γF (ψ(r , z))+ Dˆ(r , z)ψ(r , z). (3.11)
Notons que c’est la forme la plus générale de potentiel désordonné qui conserve la puissance N.
Comme le potentiel aléatoire Dˆ(r , z) est Hermitien, il peut toujours être décomposé sur les ma-
trices de Pauli qui constituent une base pour les matrices Hermitiennes 2× 2. Nous écrivons le
potentiel aléatoire comme Dˆ(r , z) = ∑3j=0 νˆ j (r , z)σ j , où les fonctions stochastiques νˆ j (r , z) sont
indépendantes, de moyennes nulles et distribuées de manières identiques suivant un processus
aléatoire de valeurs réelles de varianceσ2
β
avec une longueur de corrélation lβ. Ainsi nous pouvons
estimer la longueur effective de l’influence de ce désordre par :
LDÉSORDRE = 1/∆β= 1/
(
σ2βlβ
)
. (3.12)
Nous supposons que le désordre est un effet perturbatif vis-à-vis des effets linéaires 1/β0 =
LLINÉAIRE ¿ LDÉSORDRE = 1/∆β. Cette hypothèse est réaliste puisque les effets linéaires sont do-
minants dans le cadre des expériences de nettoyage de faisceau où nous avons 1/β0 ' 0,2mm.
De même nous pouvons admettre que la longueur de corrélation du désordre est grande de-
vant la propagation linéaire lβÀ LLIÉNAIRE. De plus nous supposons pour simplifier l’analyse que
les modes sont non-dégénérés, et que le désordre domine les effets non-linéaires LDÉSORDRE ¿
LNL. À partir de ces hypothèses, nous projetons le champ vectoriel ψ(r , z) sur la base des modes
{φ0(r ), ...,φM−1(r )} supportés par la fibre afin de dériver une nouvelle NLSE modale prenant en
compte le désordre du guide :
i∂z Ap = βp Ap +Dp (z)Ap −γ0Pp (A). (3.13)
La dérivation de cette équation est détaillée dans l’annexe B.1. De même que NLSE modale sans
désordre (3.8), cette nouvelle équation conserve la puissance N=∑M−1p=0 |Ap (z)|2 ainsi que l’énergie
cinétique E = ∑M−1p=0 βp |Ap (z)|2 qui domine largement l’énergie non-linéaire. Notons que l’équa-
tion (3.13) conserve l’énergie cinétique car le désordre ne couple pas des modes non-dégénérés,
i.e. le désordre est dit « faible ». Les matrices :
Dp (z)=
3∑
j=0
νp, j (z)σ j (3.14)
décrivent des couplages aléatoires entre les 2 états de polarisations d’un même mode [119]. Le
désordre faible provient des fluctuations de biréfringence aléatoires dans la fibre. Ainsi nous pou-
vons estimer la variance σβ des couplages aléatoires par la biréfringence δn = ne−no (analogue
de la différence entre les indices de réfraction extraordinaire ne et ordinaire du matériau no pour
une fibre monomode biréfringente) comme σβ = δnk0 et obtenir une longueur effective analogue
à la longueur de « battement » Lσβ = 2pi/σβ. Notons que l’impact du désordre dit « fort », qui couple
aléatoirement les modes entre eux sera discuté en paragraphe 3.3. Pour modéliser les fonctions
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stochastiques νp, j (z) vérifiant 〈νp, j (z)νp ′, j ′(z ′)〉 = σ2βδp,p ′δ j , j ′R( z−z
′
lβ
), nous considérons un pro-
cessus de Ornstein-Uhlenbeck :
dνp, j =− 1
lβ
νp, j d z+
σβ√
lβ
dBp, j (z), (3.15)
où les termes Bp, j sont des mouvements Browniens indépendants, ce qui entraîne que R(ζ) =
exp(−|ζ|)/2. Nous discrétisons le processus de Ornstein-Uhlenbeck par des intervalles détermi-
nistes ∆z < lβ sur lesquels les matrices Dp (z) =
∑3
j=0νp, j ,k (z)σ j sont constantes ∀z ∈ [k∆z, (k +
1)∆z] avec νp, j ,0 ∼N (0,
σ2
β
2 ) de loi normale, et νp, j ,k =
√
1−2∆z/lβνp, j ,k−1+
√
2∆z/lβN (0,
σ2
β
2 ).
Nous représentons en Figure 3.5 l’évolution des puissances modales np (z)/N= |Ap,x (z)|2/N+
|Ap,y (z)|2/N lors de la propagation du faisceau dans les mêmes conditions que la simulation pré-
sentée en Figure 3.4, en prenant en compte cette fois le désordre faible avec Lσβ = 2,13m (soit
δn = 5.10−6) et de longueur de cohérence lβ = 30cm. Comme nous pouvons le remarquer, le
désordre brise le régime cohérent discuté en Figure 3.4 et introduit des fluctuations de phases
et d’intensités visibles dans la distribution d’intensité |ψ(r , z)|2 ainsi que dans l’évolution modale
de puissance np (z)/N. Notons que le faisceau initialement cohérent exhibe encore des oscillations
cohérentes au début de la propagation (z < 2m), puis de par l’accumulation des effets de désordre,
le système entre dans un régime turbulent et relaxe de manière irréversible vers un équilibre fa-
vorisant la population du mode fondamental n0/N. Nous obtenons alors un condensat d’ondes
classiques dans lequel une structure cohérente (le mode fondamental) est immergée dans une
mer de fluctuations rapides et aléatoires (« particules non condensées » dans les autres modes).
Il est important de comprendre le double rôle du désordre : il favorise le régime turbulent, mais
surtout accélère la dynamique de relaxation par rapport à l’évolution d’une onde sans désordre
(en présence de phases aléatoires entre les modes). Nous allons expliquer ce point plus en détail
dans le paragraphe suivant, mais nous pouvons d’ores et déjà remarquer le bon accord en Figure
3.5 que nous obtenons entre NLSE modale (3.13), et l’équation cinétique de turbulence d’ondes
(3.25) que nous avons dérivé.
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FIGURE 3.5 – Simulation numérique de NLSE modale (3.13) pour un faisceau cohérent (même condition
initiale que celle en Figure 3.4), en présence de désordre de variance Lσβ = 2,13m (soit δn = 5.10−6) et
de longueur de cohérence lβ = 30cm, avec une puissance de N = 47,5kW. Représentations des premières
populations modales np (z)/N : pour le mode fondamental p = 0 (rouge), p = 1 (bleu foncé), p = 2 (bleu),
p = 3 (bleu clair), p = 4 (cyan), p = 5 (vert clair), p = 6 (vert), p = 7 (jaune), p = 8 (orange). La distribution
d’intensité |ψ(r , z)|2 est représentée en haut de la figure à z = 0m, z = 1m, z = 5m et à z = 15m. La courbe
en tirets magentas représente l’évolution du mode fondamental n0/N, obtenue à partir de la résolution
de l’équation cinétique (3.25). La courbe horizontale en pointillés noirs correspond à la valeur de neq0 /N à
l’équilibre thermodynamique (Rayleigh-Jeans) Eq.(3.27)
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3.2.2 Développements théoriques
3.2.2.1 Corrélations négligeables entre les modes
Nous pouvons commencer notre étude théorique avec l’analyse de la dynamique des mo-
ments du second ordre représentée par la matrice 2×2 〈A∗p ATq〉 (z). Nous considérons le régime
où le désordre domine les effets non linéaires, ou plus précisément LLINÉAIRE ¿ LDÉSORDRE ¿
LNL. L’impact du désordre est traité en utilisant le théorème de Furutsu-Novikov [143] qui ré-
vèle que le désordre conservatif entraîne une dissipation effective dans le système. L’équation
du moment d’ordre deux entre deux modes différents est dérivée dans l’annexe B.2.2 et la cor-
rélation dans un même mode (i.e. entre deux polarisations orthogonales du même mode) est dé-
veloppée dans l’annexe B.2.1, où les deux expressions sont de la formes ∼ γ0Gpq (A(z))/
(
4∆β−
i (βp −βq )
)
, avec Gpq (A(z))= Pp (A(z))∗ATq (z)−A∗p (z)Pq (A(z))T. En notant que le désordre domine
les effets non-linéaires LDÉSORDRE ¿ LNL, nous pouvons remarquer que les corrélations modales
s’annulent au premier ordre pour des longueurs de propagation supérieures à la longueur non-
linéaire, 〈A∗p ATq〉 (z)' 0 pour z À LNL. Ce résultat est important, il signifie qu’en dépit de la condi-
tion initiale cohérente (faisceau laser injecté dans la MMF), la dissipation effective provenant du
désordre brise la corrélation de phase entre les modes.
3.2.2.2 Fermeture de l’équation des moments
Nous allons maintenant dériver l’équation cinétique décrivant la dynamique des puissances
modales sur la base de la théorie de turbulence d’ondes dans le régime LLINÉAIRE ¿ LDÉSORDRE ¿
LNL. En incluant les effets de désordre, les modes exhibent une dynamique de phases aléatoires
proche d’une statistique Gaussienne, ce qui nous permet de fermer la hiérarchie infinie des mo-
ments des équations. Il est à noter que la statistique initiale de l’onde ne doit pas nécessaire-
ment être Gaussienne, puisque les effets linéaires et de désordre dominent les effets non-linéaires
conduisant le système à une statistique quasi-Gaussienne. Plus précisément en raison de la non-
linéarité, l’équation du moment d’ordre quatre dépend du moment d’ordre six. Pour fermer la hié-
rarchie infinie des équations des moments, nous développons le moment d’ordre six en produit de
moment d’ordre deux en utilisant le théorème des moments Gaussiens. Nous pouvons noter que
l’approche sous-jacente à la théorie de turbulence d’ondes repose sur l’approximation des phases
aléatoires, plutôt sur l’hypothèse de statistique Gaussienne de l’onde incohérente, comme discuté
récemment dans [26, 27]. Dans notre approche, la phase aléatoire est introduite par le désordre.
Comme nous l’avons remarqué précédemment, les composantes non diagonales de la ma-
trice 2×2< A∗p ATp > (z) sont négligeables. Nous souhaitons alors dériver une équation gouvernant
l’évolution des composantes diagonales wp (z) = 12 〈|Ap (z)|2〉. En partant de NLSE modale (3.13),
nous avons :
∂z wp = 1
3
γ0 〈X(1)p 〉+
2
3
γ0 〈X(2)p 〉 , (3.16)
X(1)p = Im
{ ∑
l ,m,n
S∗lmnp (A
†
l A
∗
m)(A
T
n Ap )
}
, (3.17)
X(2)p = Im
{ ∑
l ,m,n
S∗lmnp (A
T
n A
∗
m)(A
†
l Ap )
}
. (3.18)
La dérivation compète des équations pour les corrélateurs d’ordre quatre J(1)l mnp (z)= 〈(A†l A∗m)(ATn Ap )〉
et J(2)lmnp (z)= 〈(ATn A∗m)(A†l Ap )〉 est effectuée dans l’annexe B.2.3. En utilisant le théorème Furutsu-
Novikov, nous montrons que la dynamique des moments d’ordre quatre prend la forme d’une
équation d’un oscillateur amorti forcé :
∂z J
( j )
lmnp = (−8∆β+ i∆ωlmnp )J
( j )
lmnp + iγ0 〈Y
( j )
l mnp〉 , (3.19)
où ∆ωlmnp = βl +βm −βn −βp est la fréquence de résonance, et le terme 〈Y( j )lmnp〉 caractérise le
moment d’ordre six qui a été développé en produit de moment d’ordre deux par la propriété des
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moments Gaussiens. La solution de Eq.(3.19) est :
J( j )l mnp (z) = J
( j )
l mnp (0)Glmnp (z)+I
( j )
l mnp (z), (3.20)
où l’intégrale de convolution :
I
( j )
l mnp (z)= iγ0
∫ z
0
〈Y( j )lmnp〉 (z− z ′)Glmnp (z ′),d z ′ (3.21)
avec la fonction de Green
Gl mnp (z)=H(z)exp(i∆ωl mnp z−8∆βz), (3.22)
et la fonction de Heaviside H(z). À partir de maintenant, nous pouvons distinguer deux régimes
de turbulence : discrète ou continue en fonction de la forme des résonances du système.
En général, les échanges de puissance entres quatre modes ne requièrent pas nécessairement
de satisfaire la condition de résonance exacte ∆ωl mnp = 0. Il est en effet suffisant pour des qua-
druplets de modes de vérifier des quasi-résonances :
|∆ωlmnp |. 1/LDÉSORDREKE , (3.23)
pour avoir une contribution à l’intégrale de convolution Eq.(3.21), où LDÉSORDREKE correspond à la
longueur caractéristique d’évolution du moment 〈Y( j )lmnp〉 (z). Il est alors possible d’étudier le sys-
tème sur la base de la théorie de turbulence continue [17] dans la mesure où le système présente
suffisamment de quasi résonances vérifiant le critère Eq.(3.23). Toutefois le régime de turbulence
continue ne correspond pas aux expériences usuelles de nettoyage de faisceau dans les MMFs [39–
41]. En effet, les quasi-résonances ne peuvent pas vérifier la condition Eq.(3.23) puisque celles-ci
sont de la forme |∆ωlmnp | ∝ β0 avec β0 ∼ 103m−1, ce qui entraîne β0 À 1/LDÉSORDREKE . Ainsi seule-
ment les résonances exactes ont une contribution non-nulle à l’intégrale de convolution Eq.(3.21).
Nous étudions alors le système sur la base de la théorie de turbulence discrète. Pour un qua-
druplet de modes vérifiant ∆ωlmnp = 0, la fonction de Green Eq.(3.22) décroît vers zéro sur une
échelle de longueur bien plus courte que l’échelle d’évolution des puissances modes np (z), car
LDÉSORDRE = 1/∆β¿ LDÉSORDREKE et donc l’intégrale de convolution Eq.(3.21) peut être approximée
par J( j )lmnp (z) '
iγ0
8∆β 〈Y
( j )
l mnp〉 (z). Pour ∆ωlmnp 6= 0, la fonction de Green oscille rapidement sur une
échelle de longueur très petite LLINÉAIRE = β−10 ¿ LDÉSORDREKE . Cette rapide rotation de phase com-
binée à la rapide relaxation de la fonction de Green sur une longueur LDÉSORDRE ¿ LNL conduit à
une contribution négligeable de l’intégrale de convolution Eq.(3.21). Nous pouvons alors écrire le
moment d’ordre quatre comme :
J( j )l mnp (z)'
iγ0
8∆β
〈Y( j )l mnp〉 (z)δK(∆ωlmnp ), (3.24)
où δK(∆ωlmnp ) = 1 si ∆ωl mnp = 0, et zéro autrement. Notons que le régime discret que nous dis-
cutons ici ne correspond pas exactement aux régimes discrets usuels liés aux effets de taille finie
du système [17]. Ici le système n’est pas homogène (V(r ) 6=const) et la condition de conservation
du moment est remplacée par le tenseur de l’intégrale de recouvrement Sl mnp qui n’est pas aussi
stricte celle qui implique la fonction de Dirac en turbulence homogène.
3.2.2.3 Équation cinétique en présence de désordre faible
La dérivation de l’équation pour le moment d’ordre quatre J( j )l mnp (z) et des moments corres-
pondants 〈X( j )p 〉 définis en Eq.(3.17) et Eq.(3.18)) est détaillée dans l’annexe B.2.3.1-B.2.3.2. En col-
lectant tous les termes de Eq.(3.16), nous obtenons une équation cinétique (KE :Kinetic Equation)
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décrivant la dynamique des puissances modales moyennées np (z)= 2wp (z)= 〈|Ap (z)|2〉 :
∂z np (z) =
γ20
6∆β
∑
q,l ,m
δKβq+βl−βm−βp |Spql m |
2Mpql m(n)
+ 4γ
2
0
9∆β
∑
q
δKβq−βp |spq (n)|
2(nq −np ), (3.25)
avec le terme spq (n) = ∑m′ Spqm′m′nm′ , et Mpql m(n) = nq nl np +nq nl nm −nmnp nl −nmnp nq ,
où nous avons omis d’écrire la dépendance spatiale « (z) ». Nous avons effectué la dérivation de
l’équation cinétique (3.25) dans le régime où le désordre domine les effets non-linéaires, c.a.d
∆βLNL & 1. Il s’avère que dans ce régime, les singularités associées aux résonances sont régula-
risées par la dissipation effective provenant du désordre : ainsi plus la quantité du désordre ∆β
est faible, et plus les résonances sont efficaces. Bien entendu, la quantité de désordre ∆β ne peut
pas diminuer arbitrairement puisque nous avons considéré le régime ∆βLNL & 1, dans le régime
opposé ∆βLNL ¿ 1, la régularisation due au désordre est négligeable et l’équation cinétique re-
trouve sa forme continue standard [9, 17]. Si nous comparons la longueur caractéristique de ther-
malisation LKE d’une onde incohérente se propageant dans un milieu en présence de désordre
LDÉSORDREKE =∆βL2NL/S¯2pl mn 4 et en absence de désordre LORDONNÉEKE = β0L2NL/S¯2pl mn , nous obtenons
le rapport :
LDÉSORDREKE /L
ORDONNÉE
KE ∼∆β/β0. (3.26)
Le désordre étant un phénomène perturbatif vis-à-vis des effets linéaires ∆β/β0 ¿ 1, celui-ci ac-
célère de manière très importante la thermalisation du système. En effet, si nous considérons des
paramètres « réalistes » tels que ceux de la simulation en Figure 3.5, nous avons β0 ' 5×103 m−1 et
LDÉSORDRE = 0,4m, ce qui conduit à ∆β/β0 . 5.10−4. Le désordre faible introduit une accélération
de l’évolution vers l’équilibre thermodynamique de plusieurs ordres de grandeur rendant possible
son étude expérimentale. Bien que nous ne connaissons pas précisément les paramètres phy-
siques du désordre, l’accélération de thermalisation par le désordre conduisant au nettoyage du
faisceau est un mécanisme robuste. Nous avons observé que le phénomène de condensation en-
traîne un nettoyage de faisceau sur une large gamme des paramètres (Lσβ ,lβ) de quelques mètres,
allant au-delà du domaine de validité de la théorie développée comme discuté plus tard dans ce
chapitre.
3.2.2.4 Simulations numériques : accélération de condensation
Comme nous l’avons anticipé en Figure 3.5, nous avons obtenu un bon accord entre la dy-
namique du mode fondamental n0/N par les simulations de NLSE modale et de KE. Nous allons
maintenant vérifier cet accord pour différents paramètres de désordre (Lσβ et lβ) et notamment vé-
rifier le phénomène d’accélération de thermalisation quand l’impact du désordre diminue. Nous
générons initialement une onde incohérente sur la base des modes Ap (z = 0), et nous simulons
en Figure 3.6 sa propagation à l’aide de NLSE modale (3.13) et de KE (3.25) pour trois quantités de
désordre différents : ∆β= 2,6m−1 (Lσβ = 2,13m et lβ = 30cm) en bleu, ∆β= 10,5m−1 (Lσβ = 0,26m
et lβ = 1,88cm) en vert, et ∆β = 42m−1 (Lσβ = 0,06m et lβ = 0,47cm) en rouge. Bien que certains
de ces paramètres de désordre ne semblent pas réalistes physiquement, notre propos est ici de
vérifier par simulations de NLSE modale (3.13) le phénomène d’accélération de thermalisation
prédit par la théorie. Comme nous pouvons le constater, nous obtenons un bon accord entre les
simulations de NLSE modale et KE. Nous confirmons à travers ces simulations le phénomène d’ac-
célération de thermalisation vers l’état d’équilibre thermodynamique lors de la diminution de la
quantité de désordre. Nous pouvons toutefois noter certaines déviations des simulations de NLSE
4. le terme S¯2pl mn correspond à la moyenne du carré du tenseur Spl mn impliquant des résonances non triviales
entre des modes non dégénérés.
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modale provenant probablement de la statistique non-Gaussienne des fluctuations du mode fon-
damental n0/N. En dépit de certaines variations brutales de n0/N non prédites par la théorie ci-
nétique, la dynamique du speckle suit bien l’équation cinétique (KE) sans l’emploi de paramètres
ajustables.
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FIGURE 3.6 – Influence de la quantité de désordre sur la cinétique de thermalisation : Évolution de la popu-
lation du mode fondamental n0(z)/N obtenue d’après les simulations de NLSE modale (trait plein) et de KE
(pointillés) pour différents désordres avec une puissance de N= 47,5kW. Les couleurs correspondent à trois
jeux de paramètres différents du désordre : ∆β = 2,6m−1 (Lσβ = 2,13m et lβ = 30cm) (bleu), ∆β = 10,5m−1
(Lσβ = 0,26m et lβ = 1,88cm) (vert), et ∆β = 42m−1 (Lσβ = 0,06m et lβ = 0,47cm) (rouge). Le système évo-
lue en régime de forte condensation dans lequel le mode fondamental thermalise vers la valeur d’équilibre
neq0 /N' 0.57 représentée par la courbe en tiret noire.
Nous effectuons en Figure 3.7, la même étude en considérant une autre condition initiale
Ap (z = 0), présentant une énergie E plus importante. De même, nous obtenons un bon accord
entre NLSE modale et KE, à la différence près que les fluctuations du mode fondamental n0/N
sont maintenant comparables à la population moyenne du mode fondamental, compliquant la
comparaison directe avec les simulations de l’équation cinétique. Comme nous l’avons vu au le
Chapitre 2, l’augmentation de la quantité de fluctuations de l’onde initiale, et donc de la valeur
de l’énergie (Hamiltonien), conduit à une diminution de la population du mode fondamental à
l’équilibre expliquant la différence entre la Figure 3.7 (neq0 /N' 0.57) et la Figure 3.6 (n
eq
0 /N' 0.2).
Nous reviendrons plus en détail sur l’influence de la condition initiale sur l’état d’équilibre ther-
modynamique dans la section suivante.
Dans cette première étude, nous nous sommes concentrés sur l’évolution de la population du
mode fondamental np (z)/N, cependant, il est intéressant d’étudier aussi la dynamique des autres
modes. Afin d’obtenir une dynamique non-monotone des populations modales, nous considé-
rons une excitation particulière des modes ne favorisant pas le mode fondamental p = 0, i.e. une
condition initiale centrée autour d’un mode élevé (p = 14 dans l’exemple de la Figure 3.8), condi-
tion représentée en Figure 3.8(a). Nous illustrons en Figure 3.8(b-f) l’évolution des premiers modes
(p = 0, p = 1, p = 6, p = 12, p = 19) pour les simulations de KE et NLSE modale en considérant deux
paramètres de désordre différents : ∆β= 2,6m−1 en bleu, et ∆β= 42m−1 en rouge. Nous obtenons
un bon accord pour tous les modes entre les deux modèles sans l’emploi de paramètre ajustables.
Contrairement aux simulations usuelles où le mode fondamental est initialement privilégié, dans
cette simulation les modes d’ordre faibles exhibent une évolution non-monotone : leurs ampli-
tudes augmentent dans un premier temps, puis diminuent pour relaxer vers l’équilibre thermo-
dynamique, confirmant la validité de KE même pour des modes d’ordres élevés qui évoluent loin
d’un régime de forte condensation.
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FIGURE 3.7 – Influence de la quantité de désordre sur la cinétique de thermalisation : Évolution de la popu-
lation du mode fondamental n0(z)/N obtenue d’après les simulations de NLSE modale (trait plein) et de KE
(pointillés) pour différents désordres avec une puissance de N= 47,5kW. Les couleurs correspondent à trois
jeux de paramètres différents du désordre : ∆β = 2,6m−1 (Lσβ = 2,13m et lβ = 30cm) (bleu), ∆β = 10,5m−1
(Lσβ = 0,26m et lβ = 1,88cm) (vert) et ∆β= 42m−1 (Lσβ = 0,06m et lβ = 0,47cm) (rouge). Le système évolue
en régime de faible condensation dans lequel le mode fondamental thermalise vers la valeur d’équilibre
neq0 /N' 0.2 représentée par la courbe en tiret noire.
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FIGURE 3.8 – Influence de la quantité de désordre sur la cinétique de thermalisation pour une condition
initiale non centrée : (a) distribution initiale des modes np (z = 0)/N. (b-f) Évolution des populations des
différents modes (p = 0 (b), p = 1 (c), p = 6 (d), p = 12 (e), p = 19 (f)) obtenue d’après les simulations de
NLSE modale (trait plein) et de KE (pointillés) pour deux valeurs différentes de désordre∆β= 2,6m−1 (bleu),
et ∆β= 42m−1 (rouge), avec une puissance de N= 47,5kW.
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3.2.2.5 Thermalisation et état d’équilibre
Nous avons montré que le désordre permet d’accélérer de manière très importante la ther-
malisation du système vers l’équilibre thermodynamique. Nous allons voir que l’état d’équilibre
thermodynamique atteint par le système ne dépend pas du désordre (faible). L’état d’équilibre et
la fraction de puissance condensée dans le mode fondamental peut être calculé en suivant une
méthode bien connue [9, 35, 36, 97]. Nous avons déjà noté que l’équation cinétique exhibe un
théorème-H de croissance ∂z S(z) ≥ 0 de l’entropie hors-équilibre S(z) =∑M−1p=0 log(np (z)), ainsi le
système évolue de manière irréversible vers l’état d’équilibre thermodynamique décrit par la dis-
tribution de Rayleigh-Jeans neqp = T/(βp −µ). Ce phénomène de relaxation est de nouveau visible
en Figure 3.9(a), où nous avons simulé avec NLSE modale et KE la propagation d’une onde ini-
tialement incohérente en présence de désordre. Une fois l’équilibre atteint, le système atteint un
état statistiquement stationnaire : les populations modales np (z) fluctuent autour de leurs valeurs
d’équilibres respectives neqp . Dans l’état condensé, µ tends vers β0 [36] et le système vérifie l’équi-
partition d’énergie parmi les modes Ep (z) =
(
βp −β0
)
np (z) (hormis pour le mode fondamental).
Comme nous pouvons le remarquer en Figure 3.9(b), nous obtenons numériquement l’équiparti-
tion d’énergie pour tous les modes, lorsque le système est à l’équilibre z ∼ 20m. À noter toutefois,
que nous obtenons l’équipartition d’énergie en effectuant une moyenne np (z) sur les fluctuations
au cours de la propagation. L’équipartition d’énergie est l’un des critères nous permettant d’affir-
mer que l’onde a atteint l’équilibre thermodynamique.
Le paramètre de température T peut être éliminé de la distribution de Rayleigh-Jeans neqp =
T/(βp −µ) en utilisant les relations à l’équilibre de la puissance N =∑M−1p=0 neqp et de l’énergie E =∑M−1
p=0 βp n
eq
p , nous obtenons alors le système d’équations [36] :
neq0
N
(µ)= 1−(µ−β0)∑M−1p=0 (βp −µ)−1 , (3.27a)
E(µ)= N
∑M−1
p=0 βp (βp −µ)−1∑M−1
p=0 (βp −µ)−1
. (3.27b)
Par une représentation paramétrique par rapport au potentiel chimique µ, nous pouvons obtenir
l’évolution de la fraction de puissance dans le mode fondamental neq0 /N, en fonction de l’éner-
gie du système E. Cette courbe de condensation est représentée en Figure 3.9(c) dans laquelle
nous pouvons observer une transition de phase autour de la valeur E ' Ecrit. Il a été montré dans
[36] que grâce au potentiel parabolique, l’effet de condensation est rétablit à la limite thermo-
dynamique à 2D (µ = β0 pour une température critique non nulle). Dans l’exemple de la Figure
3.9(c) nous avons µ ' β0, de sorte que la courbe de condensation exhibe une queue au voisinage
de la transition E ' Ecrit. Ceci est dû au fait que le système n’a pas atteint la limite thermody-
namique µ− β0 6= 0. Pour µ = β0, la transition à la condensation devient critique et la fraction
de puissance condensée peut être approximée par n0/N = 1− (E−E0)/(NV0/2), où E0 = Nβ0 et
Ecrit = NV02
(
1+ 2β0V0
) ' NV0/2. Notons que la valeur de Ecrit est définie par la géométrie du guide
d’onde et le nombre fini de modes M (Ecrit ne diverge pas dans la limite continue, comme pour
NLS homogène en l’absence d’un potentiel de confinement, V(r ) = 0 [36]). Le mode fondamen-
tal se peuple alors de façon macroscopique neq0 À n
eq
p , représentant le condensat, tandis que les
autres modes exhibent une équipartition d’énergie E eqp = T décrite par Rayleigh-Jeans. La frac-
tion de puissance condensée évolue de manière intuitive avec la condition initiale, le condensat
est d’autant plus peuplé que l’onde est initialement cohérente, c.a.d que la valeur de l’énergie
est petite. Nous pouvons constater l’accord quantitatif entre la courbe de condensation théorique
Eq.(3.27) et les simulations de NLS modale en Figure 3.9(c).
L’évolution des populations modales au cours de la propagation de l’onde s’effectue suivant
un phénomène de double cascade : une cascade directe et une cascade inverse. Comme le sys-
tème exhibe un théorème-H de croissance de l’entropie hors-équilibre, la dynamique du système
s’accompagne d’une augmentation de la puissance des modes d’ordres élevés, phénomène ap-
pelé cascade d’énergie directe. Toutefois, le faisceau est soumis à la conservation de puissance
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(« nombre de particules »), c’est pourquoi la cascade directe est liée à une cascade inverse de « par-
ticules » favorisant le mode fondamental. Ce phénomène de cascade directe et inverse a fait l’objet
d’une observation expérimentale dans le cadre de l’effet de nettoyage de faisceau [132].
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FIGURE 3.9 – Thermalisation vers l’équilibre et condensation : (a) Évolution des populations modales du
mode fondamental n0(z)/N (rouge) et du quatrième mode n3(z)/N (bleu) d’après les simulations numé-
riques de NLSE modale (trait plein) et de KE (pointillés) pour un faisceau initialement incohérent avec
une puissance de N = 47,5kW en présence de désordre (Lσβ = 2,13m lβ = 30cm). Le système relaxe vers
l’équilibre thermodynamique favorisant le mode fondamental de valeur d’équilibre neq0 /N = 0.57 (poin-
tillés noirs). (b) Distribution d’énergie par mode Ep (z) = (βp −β0)np (z) à z = 0 (bleu) et à l’équilibre ther-
modynamique vérifiant la propriété d’équipartition d’énergie (rouge). (c) Fraction de puissance condensée
à l’équilibre neq0 /N en fonction de l’énergie totale à puissance constante N = 47,5kW. Les simulations de
NLSE modale (cercles bleus) sont en accord quantitatif avec la théorie (rouge). La distribution d’intensité
|ψ(r , z)|2 est représentée à z = 0m, z = 2m, z = 10m, et à z = 20m en haut de la figure.
3.3 Influence du désordre fort
Nous allons nous intéresser maintenant à l’impact du désordre fort conduisant à un couplage
entre les modes se propageant dans la MMF. Bien que nous avons remarqué que la contribution
majoritaire du désordre provient de fluctuations modales de polarisation lors de la propagation
d’une onde dans une fibre d’une dizaine de mètres, il est toutefois important d’étudier l’influence
d’un désordre fort sur le système. Nous considérons son impact dans la limite où les effets linéaires
dominent les effets non-linéaires (approche linéaire). Nous allons montrer que la forme générale
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d’un désordre conservant la puissance totale entraîne une dissipation effective du système qui est
responsable d’une décroissance irréversible du moment de premier ordre, ainsi qu’un phénomène
de relaxation du moment de second ordre vers différentes formes d’équipartitions de puissances.
Pour cela, nous dérivons une équation cinétique et discutons de son domaine de validité. Nous
allons aussi étudier différent modèles de désordre, à savoir les couplages aléatoires entre les états
de polarisations, ainsi que les couplages aléatoires entre les modes dégénérés et non dégénérés.
De cette façon, nous faisons le lien avec la situation limite d’un désordre rapide qui est décrit dans
l’approximation du modèle Manakov [119, 123–125].
3.3.1 Modèle de désordre fort
Contrairement aux simulations précédentes, nous considérons dans cette section que la pro-
pagation de l’onde est perturbée par un désordre fort entraînant des couplages aléatoires entre
les modes qui peuvent être décrits par une forme plus général de NLSE modale (3.13). Pour cela,
nous représentons le champ par le vecteur complexe A(z)= (Ap (z))2M−1p=0 composé des amplitudes
complexes des M modes de la fibre, incluant le degré de liberté de la polarisation. Le vecteur A(z)
est alors gouverné par NLSE :
i∂z A= βA+Dsd(z)A−γ0P(A), (3.28)
où β est la matrice diagonale composée des valeur propres βp , tandis que les termes non-linéaires
sont décrits par le vecteur P(A). Nous modélisons les couplages linéaires aléatoires entre les modes
par la matrice aléatoire qui constitue la généralisation à 2M dimensions du modèle à 2 dimensions
du désordre faible en section 3.2.1.2. La matrice 2M×2M Hermitienne Dsd est définie par :
Dsd(z) = ∑
q<r
gqr
(
νqr (z)H
qr +µqr (z)Kqr
)+∑
q
gqηq (z)J
q , (3.29)
où les matrices Hqr , Kqr , Jq se réfèrent à la généralisation à 2M dimensions des matrices de Pauli
[144], qui s’écrivent :
(Hqr ) j l =
1p
2

1 si ( j , l )= (q,r )
1 si ( j , l )= (r, q)
0 autrement
(3.30)
(Kqr ) j l =
1p
2

i si ( j , l )= (q,r )
−i si ( j , l )= (r, q)
0 autrement
(3.31)
(Jq ) j l =
{
1 si( j , l )= (q, q)
0 autrement
(3.32)
Nous pouvons remarquer que ces matrices vérifient l’identité :∑
q<r
(
(Hqr )2+ (Kqr )2)+∑
q
(Jq )2 = 2MI. (3.33)
Les matrices Hqr , Kqr , Jq forment une base de l’espace des matrices Hermitiennes 2M×2M. C’est
pourquoi l’équation (3.29) peut être considérée comme un modèle général de désordre fort. À par-
tir de la généralisation du désordre faible Eq.(3.13), le désordre fort Eq.(3.29) est modélisé par les
fonctions stochastiques ηq pour 0≤ q ≤M−1, et νqr , µqr pour 0≤ q < r ≤ 2M−1, qui sont indé-
pendantes, de moyennes nulles et distribuées de manières identiques suivant un processus aléa-
toire Gaussien, avec 〈ηq (z)ηq (z ′)〉 = 〈νqr (z)νqr (z ′)〉 = 〈µqr (z)µqr (z ′)〉 = σ2βR
(
z−z ′
lβ
)
. Nous consi-
dérons le processus de Ornstein-Uhlenbeck pour ηq , νq,r et µq,r , avec R(ζ) = exp(−|ζ|)/2. Les
facteurs gqr et gq sont des coefficients d’ordre un permettant de distinguer les couplages entre
modes.
Comme nous allons le voir, le désordre Eq.(3.29) permet de distinguer trois différents régimes
de couplages aléatoires : le couplage entre les états de polarisation, le couplage entre les modes
dégénérés et non dégénérés.
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3.3.2 Équation cinétique en présence du désordre fort
En utilisant le théorème de Furutsu-Novikov, nous pouvons montrer que le désordre fort in-
troduit une dissipation effective dans les équations d’évolutions des moments du premier ordre
〈A〉 (z), conduisant à une décroissance exponentielle de celui-ci au cours de la propagation de
l’onde. Nous pouvons alors étudier la dynamique du moment d’ordre deux dans le régime où
les effets linéaires dominent les effets non-linéaires. Contrairement à la situation en présence de
désordre faible conduisant à des termes linéaires triviaux dans les équations pour les moments
du second ordre (corrélations négligeables), la présence de désordre fort introduit des termes li-
néaires non triviaux qui dominent les effets non-linéaires. Dans la suite, nous étudions l’appari-
tion de ces nouveaux termes linéaires provenant du désordre fort qui viennent s’ajouter à la dyna-
mique non-linéaire de l’équation cinétique (3.25).
Nous dérivons les équations gouvernant l’évolution des composantes modales dans l’annexe
B.4 qui prennent la forme :
∂z wp = 2σ2β
2M−1∑
m=0
g 2pm
∫ z
0
(
wm(z
′)−wp (z ′)
)×R((z− z ′)/lβ)cos((βp −βm)(z− z ′))d z ′ (3.34)
avec wp (z) = 〈|Ap |2(z)〉, p = 0, ...,2M− 1 la puissance modale selon l’un des deux états de pola-
risation. En considérant que les coefficients de couplage ne dépendent pas de la polarisation, la
matrice gpm 2M× 2M peut être réduite à une matrice ρpm M×M. De plus, comme la longueur
caractéristique d’évolution de wp (z) est beaucoup plus grande que la longueur de cohérence du
désordre lβ ¿ z,LCINÉTIQUE, l’équation cinétique pour les composantes modales prend la forme
réduite :
∂z np =∆β
M−1∑
m=0
ΓpmRˆ
(
(βm −βp )lβ
)
(nm −np ), (3.35)
où np (z) = w2p (z)+w2p+1(z) correspond à la puissance dans le mode p(= 0, ...,M− 1) pour les
deux états de polarisation, et la matrice Γpm = ρ2pm caractérise les coefficients de couplages entre
les modes. La fonction Rˆ(κ) correspond à la transformation de Fourier de la fonction de corréla-
tionR(x), qui prend la forme Rˆ(κ)= 1/(1+κ2) pour un processus de Ornstein-Uhlenbeck. Nous
pouvons remarquer que l’équation (3.35) que nous obtenons a une forme similaire aux modèles
de couplage de modes utilisés dans les fibres optiques pour les télécommunications [117].
3.3.3 Longueurs caractéristiques
Nous pouvons tout d’abord noter que l’ajout du nouveau terme Eq.(3.35) provenant du désordre
fort dans l’équation cinétique (3.25) brise la conservation de l’énergie cinétique. En principe, les
termes additionnels dans Eq.(3.35) brisent la conservation de l’énergie E, ce qui conduit à un théo-
rème H pour les équations cinétiques (3.25) et (3.35) qui décrirait une évolution irréversible vers
l’état d’équilibre caractérisé par une équipartition de puissance entre tous les modes. Ainsi, le
désordre fort inhiberait le phénomène de condensation nettoyant le faisceau que nous avons ob-
servé en présence d’un désordre faible. Toutefois, cette conclusion n’est pas exacte puisqu’il existe
différents régimes selon lesquels le désordre influence le système. Nous allons maintenant ana-
lyser le modèle de désordre considéré dans Eq.(3.35) et étudier les longueurs caractéristiques de
chacun des différents régimes.
3.3.3.1 Couplage de polarisations
Le modèle de désordre Eq.(3.35) décrit un couplage entre les états de polarisation d’un même
mode qui intervient sur une longueur caractéristique de propagation LDÉSORDRE ∼ 1/(∆βΓpp ). En
considérant un désordre d’impact modéré, nous avons Γpp ∼ 1, ce qui conduit à une longueur
caractéristique de couplage aléatoire de polarisation du même ordre que celle que nous avons
considéré initialement Eq.(3.12)
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3.3.3.2 Couplage entre les modes dégénérés
Le modèle de désordre Eq.(3.35) décrit aussi un couplage parmi les modes dégénérés d’un
même groupe Mg , lequel a lieu sur une longueur caractéristique de propagation :
LDÉG
DÉSORDRE
∼ 1/(Mg∆βΓ¯g ), (3.36)
où le terme Γ¯g correspond à la moyenne des coefficients de couplage Γmp (m 6= p) de tous les
modes dégénérés du groupe Mg . Considérons un couplage modéré entre les modes Γmp < Γpp
pour m 6= p, nous avons alors LDÉSORDRE < LDÉGDÉSORDRE. La longueur LDÉGDÉSORDRE correspond à la lon-
gueur de propagation typique pour que l’onde atteigne l’équipartition de puissance au sein de
chaque groupe de modes dégénérés. Quand nous considérons les effets de propagation temporels
par des équations couplées de type NLS généralisées, cet effet est connu sous le nom de limite
Manakov de groupe de modes fortement couplés [124].
3.3.3.3 Couplage entre les modes non dégénérés
En utilisant le théorème de Perron-Frobenius, la matrice symétrique Γ˜ définie par :
Γ˜mp = ΓmpRˆ
(
(βp −βm)lβ
)− (∑
p ′
Γmp ′Rˆ
(
(βp ′ −βm)lβ
))
δmp , (3.37)
a une unique valeur propre nulle associée au vecteur propre unité (1, . . . ,1)T/
p
M, alors que toutes
les autres valeurs propres sont négatives. Ainsi, ce terme de couplage linéaire additionnel Eq.(3.35)
à l’équation cinétique (3.25) entraîne une redistribution de puissance entre tous les modes de la
fibre, suivant une relaxation exponentielle avec un taux déterminé par la seconde valeur propre
λ2(Γ˜) de la matrice stochastique Γ˜. La longueur caractéristique :
LNON DÉG
DÉSORDRE
∼ 1/(∆β|λ2(Γ˜)|), (3.38)
qui caractérise l’échelle de propagation nécessaire pour atteindre l’équipartition de puissance
entre tous les modes. Il est important de remarquer que la fonctionR(κ) tend vers à zéro lorsque κ
tend vers l’infini, ainsiR((βp −βm)lβ) est bien plus petit queR(0)= 1 ce qui entraîne LDÉGDÉSORDRE <
LNON DÉG
DÉSORDRE
. Le couplage entre les modes non dégénérés s’effectue donc moins efficacement que le
couplage entre les modes dégénérés. Quand nous considérons les effets de propagation tempo-
rels par des équations couplées de type NLS généralisées, cet effet est connu sous le nom de limite
Manakov du régime de couplage fort [119, 123].
L’estimation des longueurs caractéristiques des trois régimes de couplage est discutée dans
[128], où le couplage aléatoire de polarisation s’effectue sur des longueurs de plusieurs mètres, le
couplage entre modes dégénérés a lieu sur plusieurs dizaines de mètres, tandis que le couplage
entre modes non dégénérés nécessite plusieurs centaines de mètres.
3.3.4 Application au nettoyage de faisceau : accélération de thermalisation
Pour résumer, le terme supplémentairement de l’équation (3.35) s’ajoutant à l’équation ci-
nétique (3.25) introduit les échelles de longueurs caractéristiques LDÉG
DÉSORDRE
et LNON DÉG
DÉSORDRE
pro-
venant du couplage fort entre modes. Dans les expériences usuelles de nettoyage de faisceau,
nous avons β0lβ À 1 (car β0 ∼ 103m−1), ainsi le couplage entre les modes non dégénérés est
fortement limité par la transformée de Fourier de la fonction de corrélation Rˆ(β0lβ) ¿ 1, i.e.
LDÉG
DÉSORDRE
¿ LNON DÉG
DÉSORDRE
. Toutefois, il est important de remarquer que le couplage entre les modes
dégénérés dont nous venons de discuter entraîne une relaxation exponentielle vers l’équipartition
de puissance pour chaque groupe de modes dégénérés. Cette propriété est une caractéristique de
la distribution d’équilibre de Rayleigh-Jeans, puisque cet état d’équilibre Eq.(3.27) dépend uni-
quement des valeurs propres des modes βp . Il en résulte que, de façon inattendue l’impact du
désordre fort n’est alors pas néfaste, mais favorise au contraire le phénomène de thermalisation
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et de condensation. Toutefois l’accélération de thermalisation de l’onde par le désordre fort de-
vrait être négligeable par rapport à l’accélération provoquée par le désordre faible. De plus, la
longueur de fibre utilisée dans les expériences de nettoyage de faisceau est relativement courte
(L∼ 10−20m), de sorte que le couplage entre modes dégénérés devrait jouer un rôle mineur dans
la dynamique de thermalisation de l’onde L,LDÉSORDREKE . LDÉGDÉSORDRE. C’est pourquoi nous n’avons
pas pris en compte l’impact du désordre fort dans les simulations numériques que nous présen-
tons dans ce chapitre de thèse.
3.4 Vers des paramètres expérimentaux
Les simulations de NLSE modale (3.13) ont confirmé le phénomène d’accélération de la ther-
malisation de l’onde prédit par l’équation cinétique développée dans le cadre de la théorie de
turbulence d’ondes. Nous avons mis en évidence le phénomène de condensation dans une MMF
GRIN pour de faibles longueurs de propagation. Il reste toutefois de nombreux points à éclaircir
comme la validité des paramètres, le modèle de désordre utilisé ... De plus, outre l’étude des évo-
lutions de la distribution modale de puissance np (z)/N, nous pouvons nous intéresser à d’autres
quantités telles que la variance des fluctuations de l’intensité du faisceau σI(z), l’état de polarisa-
tion du système ... Dans cette section, nous allons étudier numériquement plusieurs aspects, afin
de nous rapprocher des conditions expérimentales lors d’observations de l’effet de nettoyage de
faisceau.
3.4.1 Différents modèles de désordre faible
Le désordre faible que nous avons dans l’équation de propagation des modes (3.13) peut être
qualifié de « décorrélé entre les modes » dans le sens où chaque mode individuel de la fibre subit
de manière indépendante le désordre faible, i.e. les fonctions stochastiques νp, j (z) Eq.(3.14) sont
indépendantes les unes des autres. Bien que ce modèle ait été considéré dans différents systèmes,
en particulier pour une fibre faiblement multimode [119, 125], nous pouvons remettre en question
sa validité pour une fibre présentant un nombre important de modes (∼ 100 modes), telle que
celles utilisées dans les expériences de nettoyage de faisceau. C’est pourquoi nous allons étudier
deux différents modèles de désordre faible : le modèle que nous appelons « corrélé » entres les
modes et le modèle « partiellement corrélé » entres les modes.
3.4.1.1 Modèle de désordre corrélé entre les modes
Nous considérons tout d’abord le modèle de désordre faible complètement corrélé entre les
modes, qui est la limite opposée du modèle décorrélé puisque cette fois-ci tous les modes su-
bissent le même désordre. Ainsi les matrices 2×2 décrivant le désordre Eq.(3.14) se réduisent à :
Dp (z)=D(z)=
3∑
j=0
ν j (z)σ j . (3.39)
L’analyse théorique développée avec le modèle de désordre faible décorrélé peut être étendue au
modèle complètement corrélé. L’étude dans l’annexe B.3.1 révèle alors le résultat remarquable sui-
vant, à savoir que les équations des moments d’ordre quatre de l’onde n’exhibent pas d’amortis-
sement. Cela a une conséquence majeure pour le système : le modèle de désordre complètement
corrélé ne modifie pas la régularisation des résonances et le système retrouve une dynamique
analogue à celle décrite en absence de désordre. Ainsi le système retrouve le régime cohérent d’in-
teractions modales caractérisé par une dynamique oscillatoire persistant sur une grande distance
de propagation. La propagation de l’onde en présence d’un désordre faible corrélé entre les modes
est représentée en Figure 3.10, nous remarquons que celle-ci exhibe bien le même type de dyna-
mique oscillatoire que dans la situation en absence de désordre illustrée en Figure 3.4.
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FIGURE 3.10 – Simulation numérique de NLSE modale (3.13) pour un faisceau cohérent linéairement pola-
risé de puissance de N= 47,5kW en présence d’un désordre faible suivant le modèle corrélé entre les modes
(Lσβ = 2,13m, lβ = 30cm). Représentations des premières populations modales np (z)/N : pour le mode fon-
damental p = 0 (rouge), p = 3 (bleu foncé), p = 5 (bleu), p = 10 (bleu clair), p = 12 (cyan), p = 21 (vert clair),
p = 23 (vert), p = 25 (jaune), p = 27 (orange). La distribution d’intensité |ψ(r , z)|2 est représentée en haut
de la figure à z = 0m, et à z = 15m. La condition initiale est identique à celle considérée en Figure 3.4.
3.4.1.2 Modèle de désordre partiellement corrélé entre les modes
Nous venons de remarquer que le désordre complètement corrélé entre les modes est in-
efficace pour décrire un phénomène de thermalisation, nous considérons alors un modèle de
désordre faible qui peut être vu comme un modèle intermédiaire entre les modèles de désordre
complètement corrélé et complètement décorrélé. Nous examinons un modèle de désordre « par-
tiellement corrélé entre les modes » dans lequel les modes non-dégénérés subissent un désordre
décorrélé, tandis que les modes dégénérés d’un même groupe subissent le même désordre. Bien
qu’il soit difficile d’évaluer la relevance physique de ce modèle de désordre dans le cadre des expé-
riences de nettoyage de faisceau, ce modèle peut être considéré comme la situation intermédiaire
naturelle.
La théorie développée pour le modèle de désordre décorrélé peut être aussi étendue au modèle
partiellement décorrélé. L’étude théorique dans l’annexe B.3.2 révèle que les moments d’ordre
deux parmi les modes non dégénérés sont négligeables, comme pour le modèle de désordre décor-
rélé. Toutefois, la détermination du moment d’ordre quatre est plus délicate que pour le modèle
décorrélé, car la corrélation de désordre dans les mode dégénérés introduit des termes supplé-
mentaires dans les équations des moments. Nous obtenons alors des résultats différents pour le
moment d’ordre quatre en fonction du choix des modes spécifiques impliqués dans ce moment.
Presque tous les moments d’ordre quatre satisfont une équation d’évolution avec un terme dissi-
patif proportionnel à ∆β. Ce résultat est analogue à ce qui est obtenu pour le modèle de désordre
décorrélé, bien que les coefficients devant le terme ∆β soient différents et dépendent des modes
spécifiques inclus dans le moment. Toutefois, contrairement au modèle de désordre décorrélé, le
modèle partiellement corrélé conduit à l’existence de certains moments d’ordre quatre qui n’ex-
hibent pas de terme dissipatif. Ces cas spéciaux ne contribuent pas au processus rapide de ther-
malisation décrit par la dissipation effective ∆β, mais entraîne plutôt un échange réversible de
puissance entre les modes dégénérés.
Pour résumer, le développement théorique indique que l’équation cinétique décrivant l’évolu-
tion des puissances modales dans une fibre en présence d’un désordre faible partiellement corrélé
est toujours de la forme Eq.(3.25). La longueur de thermalisation est donc toujours donnée par
ζDÉSORDREth ∼∆βL2NL/S¯2pl mn . Afin d’étudier l’influence de la quantité de désordre sur la dynamique
de thermalisation de l’onde, nous considérons la même condition initiale ainsi que les mêmes
paramètres de désordre de la Figure 3.7, à la différence près que le modèle de désordre est partiel-
lement corrélé. Comme nous pouvons le constater en Figure 3.11, nous obtenons un très bon ac-
cord avec la dynamique de l’équation cinétique (3.25), ce qui confirme l’évolution de la longueur
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de thermalisation en fonction de la quantité de désordre pour un modèle de désordre partielle-
ment corrélé.
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FIGURE 3.11 – Influence de la quantité de désordre sur la cinétique de thermalisation pour un modèle
de désordre partiellement décorrélé : Évolution de la population du mode fondamental n0(z)/N obtenue
d’après les simulations de NLSE modale (trait plein) et de KE (pointillé) pour différents désordres avec une
puissance de N = 47,5kW. Les couleurs correspondent à trois jeux de paramètres différents du désordre :
∆β = 2,6m−1 (Lσβ = 2,13m et lβ = 30cm) (bleu), ∆β = 10,5m−1 (Lσβ = 0,26m et lβ = 1,88cm) (vert) et
∆β = 42m−1 (Lσβ = 0,06m et lβ = 0,47cm) (rouge). Le système évolue en régime de faible condensation
dans lequel le mode fondamental thermalise vers la valeur d’équilibre neq0 /N' 0.2 représenté par la courbe
en tiret noire. La condition initiale est identique à celle considérée en Figure 3.7.
3.4.2 Différents paramètres de désordre faible
La dérivation des équations cinétiques (3.25) décrivant l’évolution des puissances modales
np (z) a été effectuée en supposant que les effets de désordre dominent les effets non-linéaires
LDÉSORDRE ¿ LNL. Toutefois, les paramètres caractérisant le désordre, à savoir la longueur de cor-
rélation lβ et la « longueur de battement » effective Lσβ (représentant la force du désordre) ne sont
pas précisément connus dans une fibre optique multimode. De plus, les mesures précises dans
une fibre optique monomode indiquent que ces longueurs peuvent être même supérieures à une
dizaine de mètres [145]. Afin de nous rapprocher des conditions expérimentales lors des observa-
tions de l’effet de nettoyage de faisceau, nous allons étudier dans ce paragraphe la dynamique de
l’onde en présence d’une quantité de désordre plus faible que précédemment.
Nous considérons un régime où les effets de désordre et non-linéaires sont du même ordre
de grandeur (LDÉSORDRE ∼ LNL), régime qui va au-delà du régime de validité de la théorie ciné-
tique développée. Par un soucis d’exhaustivité, nous considérons les deux modèles de désordre
discutés précédemment où les modes subissent un désordre décorrélé et partiellement décorrélé.
Nous représentons en Figure 3.12 l’évolution des puissances modales obtenues par la simulation
de NLSE modale (3.13) pour un modèle de désordre décorrélé où nous avons considéré différent
paramètres de désordre : lβ = 0,5m, lβ = 1m, lβ = 3m, lβ = 5m pour les longueurs de battements
effectives Lσβ = 5,32m (soit une biréfringence résiduelle δn = 2.10−7) et Lσβ = 10,6m (soit une bi-
réfringence résiduelle δn = 1.10−7). Nous pouvons remarquer dans un premier temps que pour
des valeurs relativement faibles des longueurs caractérisant le désordre (lβ,Lσβ), i.e. l’impact du
désordre reste alors important, la dynamique globale des modes est similaire à ce que nous avons
observé en Figure 3.5 où les effets de désordre dominent les effets non-linéaires. Toutefois, la dif-
férence principale entre ces deux régimes se rapporte aux fluctuations rapides qui deviennent
plus lisses lorsque le désordre et les effets non-linéaires sont du même ordre. Nous pouvons aussi
constater que la variation de la longueur de corrélation lβ a un impact marginal par rapport à la
force du désordre Lσβ .
Il est intéressant de noter que l’augmentation des longueurs caractéristiques du désordre(lβ,
Lσβ), i.e. la diminution de l’influence du désordre, conduit la dynamique du système vers un nou-
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veau régime caractérisé par des oscillations prononcées des puissances modales. Ce compor-
tement oscillatoire reflète la présence de corrélations de phase importantes parmi les modes,
comme nous l’avons discuté dans le régime cohérent d’interactions modales en absence de désordre
en Figure 3.4. La présence d’un désordre « modéré » n’est pas suffisant pour supprimer cette dyna-
mique cohérente, ainsi l’onde exhibe un régime mixte d’interactions cohérentes-incohérentes.
0
0.3
0.6
neq0 /N
n0/N
(a)
n p
/N
neq0 /N
n0/N
(e)
0
0.3
0.6
neq0 /N
n0/N
(b)
n p
/N
neq0 /N
n0/N
(f)
0
0.3
0.6
neq0 /N
n0/N
(c)
n p
/N
neq0 /N
n0/N
(g)
0 5 10 15 20
0
0.3
0.6
neq0 /N
n0/N
(d)
z [m]
n p
/N
0 5 10 15 20
neq0 /N
n0/N
(h)
z [m]
Lσβ = 5.32m Lσβ = 10.6m
lβ
=
0.5
m
lβ
=
1
m
lβ
=
3
m
lβ
=
5
m
FIGURE 3.12 – Simulations numériques de NLSE modale (3.13) pour un faisceau initialement cohérent avec
une puissance de N= 19kW, en présence de différentes quantités de désordre suivant le modèle décorrélé.
Représentations des premières populations modales np (z)/N : pour le mode fondamental p = 0 (rouge),
p = 1 (bleu foncé), p = 2 (bleu), p = 3 (bleu clair), p = 4 (cyan), p = 5 (vert clair), p = 6 (vert), p = 7 (jaune),
p = 8 (orange). Les paramètres de désordre sont les suivants : première colonne Lσβ = 5,32m, deuxième
colonne Lσβ = 10,6m, première ligne lβ = 0,5m, deuxième ligne lβ = 1m, troisième ligne lβ = 3m et dernière
ligne lβ = 5m. Les courbes horizontales en pointillés noirs correspondent à la valeur de neq0 /N à l’équilibre
thermodynamique (Rayleigh-Jeans) (3.27). Les conditions initiales sont toutes les mêmes et correspondent
au faisceau cohérent considéré en Figure 3.4.
Le même comportement vis à vis de l’impact du désordre sur le système est observé pour un
modèle de désordre partiellement décorrélé qui est illustré en Figure 3.13. Nous pouvons remar-
quer que les évolutions des puissances modales sont très similaires entre les modèles de désordre
décorrélé et partiellement décorrélé lorsque les paramètres de désordre sont modérés, phéno-
mène que nous pouvons observer en comparant les Figure 3.12(a-d) et Figure 3.12(a-d). Cet ef-
fet semble naturel puisque nous avons déjà remarqué que le modèle partiellement décorrélé ne
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modifie pas la vitesse de thermalisation de l’onde incohérente. Néanmoins, une différence no-
table entre les deux modèles de désordre est observable lorsque nous diminuons l’impact du
désordre (Figure 3.12(e-h) et Figure 3.12(e-h)). Dans ce cas, le modèle partiellement décorrélé
conduit à une dynamique d’oscillations cohérentes encore plus prononcée que pour le modèle
décorrélé. Ce phénomène peut être interprété facilement en remarquant que les modes dégénérés
subissent exactement le même désordre, l’impact du désordre est alors moins efficace pour bri-
ser les corrélations de phase entre les modes. Pour de grandes longueurs caractérisant le désordre
(lβ,Lσβ), le modèle de désordre partiellement décorrélé entraîne une dynamique mixte d’interac-
tions cohérentes-incohérentes, où les échanges réversibles de puissance conduisent à une décé-
lération significative du processus de thermalisation.
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FIGURE 3.13 – Simulations numériques de NLSE modale (3.13) pour un faisceau initialement cohérent avec
une puissance de N= 19kW, en présence de différentes quantités de désordre suivant le modèle partielle-
ment décorrélé. Représentations des premières populations modales np (z)/N : pour le mode fondamental
p = 0 (rouge), p = 1 (bleu foncé), p = 2 (bleu), p = 3 (bleu clair), p = 4 (cyan), p = 5 (vert clair), p = 6 (vert),
p = 7 (jaune), p = 8 (orange). Les paramètres de désordre sont les suivants : première colonne Lσβ = 5,32m,
deuxième colonne Lσβ = 10,6m, première ligne lβ = 0,5m, deuxième ligne lβ = 1m, troisième ligne lβ = 3m
et dernière ligne lβ = 5m. Les courbes horizontales en pointillés noirs correspondent à la valeur de neq0 /N
à l’équilibre thermodynamique (Rayleigh-Jeans) (3.27). Les conditions initiales sont toutes les mêmes et
correspondent au faisceau cohérent considéré en Figure 3.4.
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3.4.3 Études des effets de polarisation
3.4.3.1 Définition de l’état de polarisation de l’onde
Dans ce chapitre, nous avons considéré la propagation d’une onde vectorielle ψ= (ψx ,ψy )T,
prenant en compte les effets de polarisations. Nous allons étudier plus précisément la dynamique
de polarisation de l’onde au cours du processus de thermalisation et de condensation. Afin de
décrire l’évolution de l’état de polarisation de l’onde, nous considérons les paramètres de Stokes
S(z)= (S(1)(z),S(2)(z),S(3)(z)) définis par intégration selon la section spatiale transverse :
S(0)(z)=
Ï
|ψx (r , z)|2+|ψy (r , z)|2dr , (3.40a)
S(1)(z)=
Ï
|ψx (r , z)|2−|ψy (r , z)|2dr , (3.40b)
S(2)(z)= 2Re
Ï
ψx (r , z)
∗ψy (r , z)dr , (3.40c)
S(3)(z)=−2Im
Ï
ψx (r , z)
∗ψy (r , z)dr . (3.40d)
Nous rappelons en Figure 3.14 le formalisme des vecteurs de Stokes sur la sphère de Poincaré : les
pôles de la sphère correspondent aux états de polarisations circulaires, tandis que l’équateur ca-
ractérise les polarisations rectilignes et le reste de la sphère les polarisations elliptiques. La norme
S(0) du vecteur de l’état de polarisation S correspond à la puissance de l’onde qui est conservée au
cours de la propagation. Nous pouvons exprimer les paramètres de Stokes dans la base des modes
de la fibre par les expressions :
S(0)(z)=
M−1∑
p=0
|Ap,x (z)|2+|Ap,y (z)|2 =
M−1∑
p=0
s(0)p , (3.41a)
S(1)(z)=
M−1∑
p=0
|Ap,x (z)|2−|Ap,y (z)|2 =
M−1∑
p=0
s(1)p , (3.41b)
S(2)(z)= 2Re
M−1∑
p=0
Ap,x (z)
∗Ap,y (z)=
M−1∑
p=0
s(2)p , (3.41c)
S(3)(z)=−2Im
M−1∑
p=0
Ap,x (z)
∗Ap,y (z)=
M−1∑
p=0
s(3)p . (3.41d)
L’état de polarisation de l’onde se propageant dans la fibre optique correspond à la somme des
états de polarisations individuels des modes S(z)=∑M−1p=0 sp (z) où sp (z)= (s(1)p (z), s(2)p (z), s(3)p (z)) .
S(1)
S(2)
S(3)
FIGURE 3.14 – Représentation de l’état de polarisation sur la sphère de Poincaré : les pôles S(3) = ±1 ca-
ractérisent les états de polarisation circulaires gauche et droite, tandis que le plan de l’équateur (S(1)S(2))
correspond aux polarisations rectilignes et le reste de la sphère aux polarisations elliptiques.
51
CHAPITRE 3. CONDENSATION ET THERMALISATION DANS UNE FIBRE OPTIQUE
MULTIMODE
Il est important de rappeler que notre modèle ne prend pas en compte la dynamique tempo-
relle de l’onde. Par conséquent, nous recourons à une définition du degré de polarisation effectif :
P (z)=
√√√√ 3∑
j=1
〈S( j )〉2/〈S(0)〉 , (3.42)
où la notation 〈.〉 correspond à une moyenne selon l’axe de propagation z. Il est important de
prendre garde à la notion de degré de polarisation puisque celle-ci est très sensible à la méthode
selon laquelle la moyenne est effectuée. La détermination du degré de polarisation par des moyennes
sur des tronçons ∆z bien plus grands que les longueurs caractérisant le désordre ∆z À lβ, Lσβ
conduit à un degré de polarisation négligeable P ' 0. Ce phénomène s’explique par les corréla-
tions entre les états de polarisations orthogonaux qui sont extrêmement petites dans le régime
où LDÉSORDRE ¿ LNL, étude théorique développée dans l’annexe B.2. Pour étudier les corrélations
〈S( j )〉 et le degré de polarisationP (z), nous effectuons des moyennes sur des valeurs de tronçons
modérées ∆z ∼ lβ, Lσβ .
3.4.3.2 Évolution de l’état de polarisation de l’onde
Nous représentons en Figure 3.15 l’évolution du degré de polarisation P (z) au cours de la
propagation de l’onde, pour une condition initiale incohérente, i.e. une distribution de phase et
de puissance aléatoire entre les modes. Par conséquent, les vecteurs de Stokes initiaux sp (z = 0) ne
sont pas alignés les uns avec les autres, les orientations aléatoires des états de polarisation indivi-
duels des modes entraînent 〈S〉 =∑p 〈sp〉 ' 0 et donc un degré de polarisation initial négligeable
P (z = 0)' 0. Au cours de la propagation de l’onde dans la fibre multimode, le champ subit le phé-
nomène de thermalisation et de condensation qui s’accompagne d’une augmentation du degré
de polarisation qui suit une dynamique similaire à la fraction de puissance condensée n0(z)/N. La
distribution de puissance modale est dominée par la population macroscopique du mode fonda-
mental :
| 〈s0〉 |À |〈sp〉 | for p 6= 0, (3.43)
où la notation |.| correspond au module du vecteur. Ainsi la somme modale des vecteurs de Stokes
〈S〉 =∑p 〈sp〉 6= 0 conduit à un degré de polarisation non nul. Notons que le degré de polarisation
effectif reste négligeable si nous le calculons en excluant la contribution du mode fondamental
(points gris dans la Figure 3.15), ce qui confirme que l’effet de repolarisation de l’onde est une
conséquence du phénomène de condensation d’ondes.
Nous considérons maintenant la situation d’une onde initialement cohérente et polarisée, cor-
respondant aux expériences de nettoyage de faisceau. Nous reportons en Figure 3.16 la simulation
numérique pour un faisceau cohérent se propageant dans une fibre en présence d’un désordre
modéré LDÉSORDRE& LNL de paramètre : lβ = 5m et Lσβ = 5,32m. Dans cette situation, les vecteurs
de Stokes initiaux sont tous alignés, entraînant un degré de polarisation maximal P (z = 0) = 1.
Pour de courtes longueurs de propagation, le désordre brouille les relations de phases entre les
modes ce qui conduit à une diffusion sur toute la sphère des vecteurs de Stokes des modes. Le
faisceau exhibe alors dans une première phase un effet de dépolarisation. Puis, une repolarisation
effective de l’onde est induite par le phénomène de condensation entraînant une saturation de la
diminution du degré de polarisationP (z).
Dans ce régime de condensation où les effets de désordre sont modérés LDÉSORDRE & LNL, la
population du mode fondamental est macroscopique et la dynamique de polarisation n’est pas
modifiée de manière significative par le désordre ou les couplages non-linéaires entre les modes.
Ainsi la dynamique de l’état de polarisation du mode fondamental s0(z) exhibe le phénomène bien
connu de rotation de polarisation non-linéaire sur la sphère de Poincaré [146], ce que nous pou-
vons observer en Figure 3.16(b). Cet effet est caractérisé par une rotation des vecteurs de Stokes
dans le plan (s(1)0 s
(2)
0 ) pour une ellipticité restant pratiquement constante sur plusieurs longueurs
52
CHAPITRE 3. CONDENSATION ET THERMALISATION DANS UNE FIBRE OPTIQUE
MULTIMODE
(a) ×4(b)
0 5 10 15 20
0
0.2
0.4
0.6
(c)
z [m]
P(
z)
n0(z)/N Psans n0(z) P(z)
sp(z=0 m) sp(z=20 m)
FIGURE 3.15 – Évolution au cours de la propagation du degré de polarisation effectif P (z) en prenant en
compte la contribution du mode fondamental (points rouges), et sans prendre en compte sa contribution
(points gris), et la fraction de puissance du mode fondamental n0(z)/N (ligne bleu) (c). Les vecteurs de
Stokes des modes sont représentés sur la sphère de Poincaré à z = 0m (a), et à z = 20m (b) où la longueur des
vecteurs de Stokes a été multipliée par quatre pour tous les modes hormis le mode fondamental. Résultats
provenant de la simulation numérique de Figure 3.9(a) de puissance N= 47,5kW, en présence d’un désordre
de paramètres Lσβ = 2,13m et lβ = 30cm. Le degré de polarisation est déterminé par une moyenne sur des
tronçons ∆z = 15cm.
de propagation non-linéaires s(3)0 (z) = const. Cet effet de rotation non-linéaire de polarisation a
été observé dans le cadre des expériences de nettoyage de faisceau en fibre multimode [147]. Pour
interpréter leurs résultats expérimentaux, les auteurs de [147] invoquent le rôle clef du profil tem-
porel de l’impulsion injectée dans la fibre. En effet, la fréquence de rotation des vecteurs de Stokes
dépend de la valeur instantanée de la puissance, ainsi les différents niveaux de puissance de l’im-
pulsion injectée exhibent différentes vitesses de rotation sur la sphère de Poincaré. Puisque les
mesures expérimentales sont nécessairement effectuées avec une moyenne temporelle sur toute
l’impulsion, une comparaison quantitative entre les résultats expérimentaux de [147] et nos simu-
lations numériques est impossible sans prendre en compte les effets temporels dans notre modèle,
et plus spécifiquement le profil temporel de l’impulsion injectée dans la fibre.
Nous suivons la procédure expérimentale effectuée par [147] pour étudier les propriétés de
l’état de polarisation suivant la distribution spatiale transverse du faisceau optique. Nous repré-
sentons en Figure 3.17 le degré de polarisation effectif P (x, z = 0) déterminé par l’intégration de
la distribution transverse de l’onde sur un diaphragme de diamètre comparable au mode fonda-
mental (Ddiaphragme = 9µm), que nous déplaçons le long de l’axe x en gardant la position selon
l’axe y constante. Comme prévu, la propagation de l’onde dans la fibre conduit à une modifica-
tion importante de la distribution transverse du degré de polarisation. Celui-ci exhibe au centre
du faisceau un profil lisse et structuré à z = 20m contrairement à la condition initiale, indiquant
un phénomène de repolarisation du faisceau nettoyé. Cette étude confirme que l’effet de repolari-
sation que nous observons en Figures 3.15-3.17 est une conséquence du phénomène de conden-
sation d’ondes lors de la population macroscopique du mode fondamental dans la MMF.
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FIGURE 3.16 – (a) Évolution au cours de la propagation du degré de polarisation effectif P (z) (points
rouges), et de la fraction de puissance du mode fondamental n0(z)/N (ligne bleu). (b) Trajectoire du vecteur
de Stokes pour le mode fondamental s0(z) sur la sphère de Poincaré au cours de la propagation de z = 17m
à z = 20m. Résultats provenant de la simulation numérique représentée en Figure 3.12(d) de puissance
N= 47,5kW, en présence d’un désordre de paramètres Lσβ = 5,32m et lβ = 5m. Le degré de polarisation est
déterminé par une moyenne sur des tronçons ∆z = 15cm.
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FIGURE 3.17 – Distribution du degré de polarisation effectif P (x, y = 0) selon la section transverse du fais-
ceau nettoyé. En suivant la procédure expérimentale de [147], un diaphragme de diamètre Ddiaphragme =
9µm est déplacé le long de l’axe x pour une position y constante. Le degré de polarisation effectif est repré-
senté à : z = 0m (triangles rouges) et à z = 20m (points bleus) pour la simulation numérique de la Figure
3.9(a) de puissance N = 47,5kW, en présence d’un désordre de paramètres Lσβ = 2,13m et lβ = 30cm. Le
degré de polarisation est déterminée par une moyenne sur des tronçons ∆z = 15cm.
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3.4.4 Évolution de la variance de l’intensité
Dans le chapitre précédent nous avons remarqué que la propagation libre d’un speckle dans
le milieu non-linéaire était caractérisée par un phénomène de pré-condensation qui a lieu loin
de l’équilibre thermodynamique. Nous pouvons nous demander si le même phénomène de pré-
condensation peut avoir lieu lors de la propagation dans une MMF GRIN. Toutefois, la statistique
des fluctuations du speckle dans les fibres multimodes exhibe naturellement une distribution in-
homogène. C’est pourquoi nous allons considérer la définition suivante de la variance des fluc-
tuations d’intensité :
σ2I (z)=
Î < I2(r , z)>−< I(r , z)>2 drÎ < I(r , z)>2 dr . (3.44)
Notons que σ2I = 1 pour une statistique Gaussienne. Les moyennes Eq.(3.44) sont calculées en
effectuant des moyennes d’intensités sur des tronçons ∆z = 10mm, beaucoup plus petits que la
longueur non-linéaire LNL mais beaucoup plus grand que LLINÉAIRE = 1/β0.
Nous représentons en Figure 3.18 l’évolution de la variance σI(z) du faisceau au cours de la
propagation en présence du phénomène de condensation (avec les effets de désordre), et sans la
condensation (sans désordre). Comme nous pouvons le remarquer, l’augmentation de la popula-
tion du mode fondamental s’accompagne d’une augmentation de la brillance du faisceau qui se
traduit par une diminution de la variance de l’intensité. Nous avons déjà remarqué que la ther-
malisation de l’onde entraîne une importante diminution de la variation du speckle, mais contrai-
rement au régime décrit dans le Chapitre 2, cette diminution s’effectue en même « temps » que
l’augmentation de la population du mode fondamental. La dynamique de condensation dans la
MMF en présence de désordre ne semble donc pas être caractérisée par un phénomène de pré-
condensation. L’absence de pré-condensation peut s’expliquer par le fait que contrairement au
Chapitre 2, l’onde dans la fibre n’évolue pas en régime fortement non-linéaire (nous vérifions tou-
jours LLINÉAIRE ¿ LNL), même en régime de forte condensation n0/N > 0.5. Pour finir, l’absence
de désordre conduisant à un régime d’oscillations cohérentes des populations modales n’entraîne
bien évidemment pas d’évolution majeure de la variance de l’intensité σI(z).
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FIGURE 3.18 – Simulations numériques de NLSE modale (3.13) pour un faisceau initialement elliptique dé-
centré en présence de désordre (a) et en absence de désordre (b), et et pour une condition initiale speckle
en présence de désordre (c). Les courbes en bleu et les points rouges correspondent respectivement à la
population du mode fondamental n0(z)/N et à la variance de l’intensité σI(z), tandis que la courbe en tirets
noirs caractérise la valeur d’équilibre du mode fondamental neq0 /N. La distribution d’intensité |ψ(r , z)|2
est représentée pour différentes longueurs de propagation pour les 3 simulations. Résultats numériques
obtenus pour une puissance de N= 47,5kW, et pour un désordre de paramètres (Lσβ = 2,13m lβ = 0,3m).
55
CHAPITRE 3. CONDENSATION ET THERMALISATION DANS UNE FIBRE OPTIQUE
MULTIMODE
3.5 Étude expérimentale
3.5.1 Principe et objectif
L’effet de nettoyage de faisceau optique mis en évidence dans [39] indique l’émergence d’un
faisceau dont la taille et le profil transverse sont similaires à ceux du mode fondamental. Toutefois,
ce phénomène a toujours été étudié expérimentalement en considérant l’injection dans la fibre
d’un faisceau optique cohérent. Par ailleurs, dans notre étude théorique nous avons observé que
la population du condensat à l’équilibre dépend de la cohérence initiale du faisceau. Dans l’étude
expérimentale qui suit, notre but est de mettre en évidence la transition vers la condensation en
faisant varier le degré de cohérence de l’onde injectée. Nous rappelons que l’énergie cinétique
E donne une mesure de la cohérence du faisceau dans le sens où E augmente quand le faisceau
peuple des modes d’ordres élevés : en augmentant la cohérence, E diminue, ce qui conduit à une
augmentation de l’amplitude du condensat à l’équilibre, comme décrit par la courbe de conden-
sation en Figure 3.9(c).
Le schéma de principe de l’expérience est illustré en Figure 3.19. Nous considérons une fibre
multimode GRIN de longueur L = 13m de paramètres nc = 1.47, ng = 1.457 et r = 26µm. Nous
utilisons un laser Q-switched Nd :YAG délivrant des impulsions de largeur temporelle FWHMt =
400ps polarisées linéairement avec une fréquence de répétition frep = 1kHz. La puissance du laser
est contrôlée par la combinaison d’une lame quart-d’onde et d’un polariseur. Le faisceau laser se
propage dans un télescope de grandissement γt = 1 ( f1 = f2 = 200mm) dans lequel un diffuseur
avec un angle de diffusion de ∆θ= 0,5° est placé en son centre afin de faire varier la cohérence du
faisceau optique à injecter dans la fibre multimode. Après passage dans le diffuseur, le faisceau
est injecté dans la fibre MMF GRIN à l’aide d’une lentille L3 de distance focale f3 = 15mm. Sans
la présence du diffuseur sur le parcours du faisceau, la taille du champ transverse du faisceau est
FHWMx ' 15µm alors que celle du mode fondamental vaut FHWM0 ' 9µm. Après la propagation
non-linéaire dans la fibre, le faisceau est agrandi à l’aide d’une lentille L4 ( f4 = 4,03mm) et détecté
avec une caméra CMOS.
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FIGURE 3.19 – Schéma expérimental : un faisceau laser de longueur d’onde λ = 1064nm est contrôlé en
puissance par la combinaison d’une lame quart-d’onde et d’un polariseur et est rendu incohérent spatiale-
ment par un télescope de grandissement γt = 1 avec un diffuseur en son centre. L’onde est injectée dans la
MMF GRIN de longueur L= 13m à l’aide d’une lentille de distance focale f3 = 15mm. Le faisceau est imagé
en sortie de fibre à l’aide d’une lentille L4 ( f4 = 4,03mm) et observé avec une caméra CMOS.
L’objectif de cette expérience étant la mise en évidence d’une transition dans l’effet de net-
toyage de faisceau, il est important de comparer différents speckles pour les mêmes conditions
d’injection et de puissance. Pour cela, nous enregistrons tout d’abord l’intensité en sortie de fibre
L = 13m pour plusieurs réalisations du speckle, puis nous coupons la fibre afin de détecter la
condition initiale à Z0 = 20cm pour chacune de ces réalisations. Chaque réalisation est caractéri-
sée par un degré de cohérence initial différent que nous faisons varier en translatant dans le plan
transverse de l’axe de propagation la position du diffuseur. Cette méthode est rendue possible par
le fait que le faisceau au voisinage du diffuseur a une taille comparable aux irrégularités de celui-
ci. Ainsi, lorsque le faisceau traverse plus ou moins de grains, nous obtenons différentes propriétés
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de cohérence du faisceau. Bien que nous possédions des diffuseurs avec différents angles de dif-
fusion (∆θ = 0,5°, ∆θ = 1°, ∆θ = 5°, ∆θ = 10°), l’injection du faisceau dans la fibre ne permet pas
d’utiliser d’autres diffuseurs que celui de∆θ= 0,5°, sous peine d’un couplage trop insuffisant pour
l’expérience. De plus, il est à remarquer que l’injection d’un speckle dans une fibre est accompa-
gné d’un couplage d’autant plus faible que la longueur de cohérence du faisceau est petite. Pour
chaque condition initiale, il nous faut ajuster la puissance du laser, afin d’avoir la même puissance
en sortie de fibre. Ainsi, les résultats que nous présentons plus loin ont été obtenus avec une puis-
sance de N= 19kW, bien que le laser puisse délivrer une puissance supérieure à 100 kW.
3.5.2 Résultats expérimentaux
Nous reportons en Figure 3.20 l’intensité détectée à Z0 = 20cm, ainsi qu’après une propagation
sur L = 13m pour différentes réalisations avec une puissance en sortie de fibre fixée à N = 19kW.
Nous pouvons remarquer qu’en règle générale nous retrouvons le phénomène de nettoyage du
faisceau, puisque la distribution d’intensité détectée à L= 13m est caractérisée par un profil plus
lisse et plus propre que la condition initiale à Z0. Bien que nous aurions pu penser que le phéno-
mène de nettoyage permette d’obtenir le même faisceau cohérent indépendamment de la condi-
tion initiale, nous montrons ici clairement que le faisceau en sortie de fibre dépend de la condition
initiale. La structure centrale cohérente que nous apercevons en sortie de fibre semble se dégra-
der progressivement, pour finalement disparaître dans les fluctuations du speckle lorsque nous
diminuons la longueur de cohérence de la condition initiale. Sur la base du travail théorique pré-
senté précédemment, nous pouvons nous demander si le faisceau obtenu à L= 13m correspond à
l’état d’équilibre thermodynamique. Celui-ci peut être caractérisé par un effet de condensation si
l’énergie cinétique est inférieure à la valeur critique Ecrit 'NV0/2. Cette étude nécessiterait donc la
mesure de l’énergie cinétique de l’onde E=∑p βp np . Celle-ci peut être déterminée par la distribu-
tion modale du champ np , laquelle n’est pas accessible expérimentalement. Nous allons discuter
au paragraphe 3.5.3 une mesure indirecte de E en considérant séparément la contribution due à
la diffraction et celle due au potentiel de confinement du guide.
3.5.2.1 Au-dessus de la transition : distribution thermique
Lorsque de nombreux modes sont initialement excités, ce qui est la situation en Figure 3.20(p),
le système n’exhibe pas de condensation et l’ensemble des modes (y compris le fondamental)
peuplés par l’onde optique relaxe vers la distribution de Rayleigh-Jeans. La distribution d’intensité
correspondante s’écrit donc :
I(r )= Iinc(r )=
M−1∑
p=0
neqp |φp (r )|2, (3.45)
où neqp = T/(βp −µ). En écrivant la puissance à l’équilibre N =
∑M−1
p=0 n
eq
p , nous pouvons obtenir
la distribution d’intensité en fonction d’un unique paramètre libre : la température T. En effec-
tuant une moyenne angulaire sur l’intensité détectée à L = 13m, nous effectuons un ajustement
2D avec le paramètre libre T, et nous obtenons la distribution d’intensité théorique représentée
par la courbe en tiret rouge en Figure 3.20(x). Comme nous pouvons le constater, nous obtenons
un bon accord entre la distribution d’équilibre et l’intensité enregistrée expérimentalement. Le
mode fondamental représenté par la région orangée (quasiment indiscernable) est immergé dans
les autres modes représentés par la zone grisée. De plus, si nous étudions la distribution d’inten-
sité à Z0, nous pouvons constater que nous sommes loin de l’équilibre parce que l’ajustement 2D
avec la distribution d’équilibre ne donne pas de bon accord (non représenté). En comparant les
distributions d’intensités à Z0 et L= 13m, nous pouvons remarquer une diminution de la variance
des fluctuations d’intensités avec la propagation de l’onde, phénomène analogue que nous avons
observé numériquement en Figure 3.18. Ceci suggère une augmentation au cours de la propaga-
tion des populations des modes d’ordres élevés, phénomène qui est relativement apparent lors-
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FIGURE 3.20 – Mesures expérimentales de l’intensité I(r ) à Z0 = 20cm (a-h) et en sortie de fibre L = 13m
(i-p) pour différentes excitations de modes. (q-x) Les coupes des intensités en sortie de fibre I(x, y = 0, z =
L) (bleu) montrent une augmentation de la population du mode fondamental φ0(r ) (Gaussienne) lorsque
nous diminuons le nombre de modes excités en entrée de la fibre optique. La ligne en pointillées rouges
représente l’ajustement de l’intensité à partir de la distribution d’équilibre I(r ) = Iinc(r )+ Icond(r ) où le
mode fondamental (condensat) Icond(r ) est représenté par la zone orangée, et la mer turbulente (les autres
modes) Iinc(r ) est présentée par la zone grisée. En dessous de la transition n0/N = 0 (dernière ligne), une
moyenne angulaire a été effectuée : la distribution d’intensité radiale est en bon accord avec la distribution
de Rayleigh-Jeans (pointillés rouges).
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qu’on compare les panels (h) et (p) de la Figure 3.20. Ces observations indiquent que le faisceau a
tendance à thermaliser vers la distribution d’équilibre de Rayleigh-Jeans.
3.5.2.2 En dessous de la transition : condensation
Lorsque le nombre de modes excités par le faisceau dans la fibre optique diminue, nous re-
marquons que le mode fondamental se peuple de façon macroscopique en sortie de fibre. Nous
allons étudier ce phénomène en décomposant la distribution d’intensité en deux parties I(r ) =
Icond(r )+Iincoh(r ) : la composante liée au condensat, et la composante incohérente regroupant les
autres modes. Nous avons alors la distribution d’intensité :
I(r )= neq0 |φ0(r )|2+
M−1∑
p=1
neqp |φp (r )|2, (3.46)
avec les populations modales à l’équilibre neqp = T/(βp −β0) où nous avons posé µ = β0 dans le
régime de condensation (comme discuté au paragraphe 3.2.2.5, µ= β0 est justifié à la limite ther-
modynamique [36]). De même que précédemment, en nous servant de l’expression de la puis-
sance N=Î I(r )dr , nous intégrons Eq.(3.46) pour obtenir une relation entre la température T et
l’amplitude du condensat neq0 : N−n
eq
0 =T
∑M−1
p=1 (βp−β0)−1. Nous pouvons ainsi déterminer la dis-
tribution d’intensité à l’équilibre en fonction d’un seul paramètre libre : la fraction condensée neq0 .
Nous effectuons un ajustement 2D sur les différentes intensités enregistrées expérimentalement
afin de déterminer la puissance condensée . La distribution théorique représentée en tirets rouges
en Figure 3.20(q-w) est en accord avec les mesures expérimentales, en dépit des fluctuations d’in-
tensités que nous ne pouvons pas lisser par une moyenne sur les réalisations (nous pouvons fixer
la puissance pour différentes réalisations, mais pas l’énergie cinétique E). Le mode fondamental
représentée par la région orangée est clairement visible dans la mer de fluctuations des autres
modes (région grisée). Nous observons une transition d’une valeur négligeable de la fraction de
puissance condensée n0/N jusqu’à une valeur maximale avoisinant les 60%, lors de l’augmenta-
tion de la cohérence du faisceau injecté (diminution du nombre de modes excités).
Les bons accords entre les ajustements 2D des distributions théoriques et les mesures expé-
rimentales indiquent que le phénomène de nettoyage de faisceau étudié dans cette expérience
est associé à la condensation d’ondes classiques lors de la thermalisation du speckle dans la fibre
optique multimode GRIN.
3.5.3 Courbe de condensation
Les travaux théoriques et numériques présentés précédemment indiquent la possibilité d’ob-
server expérimentalement le phénomène de thermalisation et de condensation dans une MMF
GRIN. Puisque nous avons mis en évidence expérimentalement un phénomène de transition d’une
population du mode fondamental n0/N majoritaire à une distribution thermique, l’étape sui-
vante naturelle est la détermination expérimentale de la courbe de condensation neq0 /N = f (E),
dont la courbe théorique a été reportée en Figure 3.9(c). Comme anticipé en paragraphe 3.1.2,
cette étude nécessite une mesure de l’énergie linéaire totale E = HDIFF +HPOT. La contribution
HPOT =
Î |ψ(r )|2V(r )dr peut être déterminée par la mesure du champ proche I(r ). En revanche,
la contribution cinétique due à la diffraction HDIFF = 12k0ng
Î |∇ψ(r )|2dr , requiert une mesure du
champ lointain qui est difficile à calibrer. Nous pouvons toutefois remarquer un effet très impor-
tant : les contributions liées à la diffraction HDIFF(z) et au potentiel HPOT(z) oscillent en opposition
de phase au cours de la propagation avec une fréquence très grande β0 = 5mm−1 et sont donc
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égales en faisant une moyenne sur un intervalle de propagation ∆z À β−10 5. Sur la base d’une
étude numérique, nous avons remarqué que la moyenne sur les différentes puissances du profil
temporel de l’impulsion se traduit par un déphasage des oscillations de HPOT(z) et de HDIFF(z),
et donc par un moyennage spatial effectif. Cela indique la possibilité d’estimer l’énergie linéaire à
partir uniquement de l’énergie potentielle E' 2HPOT.
Nous présentons en Figure 3.21 l’évolution de la fraction de puissance condensée n0/N en sor-
tie de fibre L = 13m en fonction de l’énergie du système que nous avons obtenue par la mesure
du champ proche E ' 2HPOT. Les barres d’erreurs verticales proviennent de l’incertitude lors de
l’ajustement 2D de Eq.(3.46). Nous constatons que les mesures expérimentales suivent une courbe
de forme similaire à la prédiction théorique, bien que celles-ci ne correspondent pas à la courbe
d’équilibre. Il est important de souligner qu’il n’y a pas de paramètres ajustables dans la représen-
tation de la courbe de condensation théorique. La courbe théorique suppose que l’onde optique
a atteint un état de thermalisation complet, i.e., qu’il y a une équipartition d’énergie parmi les
M−1= 119 modes de la fibre (excepté le mode fondamental). Le désaccord entre les mesures ex-
périmentales et la courbe théorique indique que l’onde en sortie de fibre n’a pas encore atteint
l’équilibre thermodynamique. Ceci signifie que la cascade indirecte de puissance vers les modes
d’ordres bas et la cascade directe vers les modes d’ordres élevés doit encore faire évoluer la dis-
tribution modale. Toutefois, si nous traçons la courbe de condensation pour un système effectif
comprenant moins de modes, nous pouvons obtenir un meilleur accord avec les résultats expé-
rimentaux. Le système évoluerait alors dans les mêmes configurations que précédemment mais
dans une fibre supportant moins de modes. Bien que cette étude préliminaire de la courbe de
condensation dans une MMF nécessite de nombreuses améliorations, cette étude montre que le
système relaxe vers un état proche de l’état d’équilibre de Rayleigh-Jeans.
3.5.4 Influence de l’effet Raman
Nous avons supposé jusqu’à présent que la propagation du faisceau optique est uniquement
affectée par l’effet non-linéaire Kerr. Toutefois, il est bien connu que lors de l’utilisation d’ondes de
fortes puissances, des effets non-linéaires dissipatifs sont mis en jeux, notamment la diffusion Ra-
man stimulée (SRS : Stimulated Raman Scattering). La SRS se manifeste lors de la transformation
des photons du champ incident en phonons et en photons de fréquence plus faible correspondant
à l’onde Stokes, tout en vérifiant la conservation de l’énergie et du moment du système. Le phéno-
mène réciproque générant une onde anti-Stokes de fréquence plus grande existe aussi, bien qu’il
soit beaucoup moins efficace. Dans les fibres optiques en silice, la génération des ondes Stokes et
anti-Stokes est décalée spectralement de∆ν= 13,2THz [146]. Au-dessus du seuil de l’effet Raman,
la puissance de l’onde Stokes croit exponentiellement. De plus, il a été montré que la SRS dans
une MMF GRIN peut être caractérisée par un effet de nettoyage de l’onde Stokes dans le mode
fondamental. Ce phénomène bien connu s’explique sur la base d’arguments simples liés aux inté-
grales de recouvrement qui favorisent le peuplement du mode fondamental [148–150]. Rappelons
que la SRS est un phénomène dissipatif qui trouve son origine dans la propriété de causalité de la
réponse non-linéaire non-instantannée, ce qui brise le caractère Hamiltonien des équations dé-
crivant la SRS. Pour toutes ces raisons, il est important que la SRS reste un effet perturbatif vis-à-vis
du phénomène du nettoyage du faisceau.
Nous avons enregistré l’intensité en sortie de fibre L = 13m pour différentes conditions ini-
tiales en Figure 3.22, dans lesquelles nous avons comparé les images obtenues en présence et en
absence de l’effet Raman. Il est important de comprendre que nous avons uniquement utilisé un
5. L’équation de propagation en régime linéaire s’écrit : i
∂ ψ(r ,z)
∂z = −α∇2rψ(r , z)+V(r )ψ(r , z) avec le potentiel
V(r ) = qr 2 et α = 1/(2k0ng ). Nous décomposons le champ sur la base des modes ψ(r , z) =
∑M−1
p=0 cp (z)e
−iβp zφp (r ),
et nous exploitons une propriété des fonctions de Gauss-Hermite α
Î |∇φp (r )|2dr = qÎ |r |2|φp (r )|2dr = βp . Nous
avons alors < cp e−iβp z c∗q eiβq z >z= δpq < |cp |2 >z avec < . >z une moyenne sur une propagation ∆z À 1/β0. Ainsi
< HDIFF(z) >z=
∑
p |cp |2|∇φp (r )|2dr et < HPOT(z) >z=
∑
p |cp |2
Î |x|2|φp (r )|2dr conduisant à < HDIFF(z) >z=<
HPOT(z)>z .
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FIGURE 3.21 – Détermination expérimentale de la fraction de puissance condensée neq0 /N à L = 13m
avec l’ajustement 2D de la distribution théorique d’équilibre Eq.(3.46) en fonction de l’énergie du système
E/Ecrit ' 2HPOT/Ecrit (points rouges). La courbe noire représente la courbe de condensation théorique dans
la fibre utilisée dans l’expérience (120 modes). Nous soulignons qu’il n’y a pas de paramètres ajustables
dans cette courbe de condensation, laquelle suppose que l’onde optique a atteint l’état d’équilibre pour
l’ensemble des 120 modes de la fibre optique (15 groupes de modes). Les courbes en tirets représentent
respectivement la courbe de condensation pour un système comprenant 14 groupes de modes (tirets-longs
cyans), 13 groupes de modes (pointillés jaune)s, 12 groupes de modes (tirets-pointillés magentas) et 11
groupes de modes (tirets-courts verts) modes. Les barres d’erreurs verticales correspondent aux incerti-
tudes liées aux ajustements de la population du mode fondamental n0/N.
filtre spectral en sortie de fibre afin de supprimer les longueurs d’ondes liées à la génération de
l’onde Stokes détectée par la caméra. Toutefois la propagation du faisceau dans la fibre s’effectue
toujours en présence de la SRS. Lors de l’utilisation des puissances considérées dans notre expé-
rience, l’effet Raman est essentiellement associé à une diminution de l’énergie de l’onde pompe
au profit de l’onde Stokes. Comme nous pouvons le constater, la distribution d’intensité n’est que
peu modifiée par l’effet Raman. De plus, la fraction de population du mode fondamental n0/N
obtenue par l’ajustement 2D de la distribution d’intensité avec Eq.(3.46) est altérée uniquement
de quelques pourcents 5−10% par la présence de l’onde Stokes.
L’étude de la distribution d’intensité des contributions de la SRS révèle un profil très similaire
au mode fondamental, comme attendu par l’effet de nettoyage de faisceau induit par l’effet Ra-
man [148–150]. De plus, la SRS étant un effet non-linéaire, celle-ci est d’autant plus importante
que l’intensité (densité de puissance) est importante, c.a.d que le faisceau est cohérent, phéno-
mène que nous observons expérimentalement. Toutefois nous pouvons noter que la présence des
ondes Stokes conduit tantôt à une surévaluation de la fraction condensée n0/N, tantôt à une sous-
évaluation, ce qui montre la complexité des effets mis en jeu.
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FIGURE 3.22 – Observation expérimentale du nettoyage du faisceau en sortie de fibre L = 13m pour dif-
férentes conditions initiales (1-4). La distribution d’intensité détectée en présence de l’onde Stokes due à
l’effet Raman (b), et en son absence (d) ne présente que peu de modifications. Les ajustements 2D des in-
tensités (pointillés rouges) selon la distribution d’équilibre expérimentale (bleu) sont affichés en (a) et (c),
et caractérisent respectivement le faisceau en présence et en absence des ondes Stokes. La zone orangée
représente le mode fondamental (condensat) Icond(r ) et la zone grisée caractérise la mer turbulente (les
autres modes) Iinc(r ).
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3.6 Conclusion
Dans ce chapitre nous avons discuté des expériences de nettoyage de faisceau dans les fibres
optiques multimodes pour lesquelles on peut s’attendre à ce que la contribution dominante du
désordre provient des effets de couplage de polarisation aléatoires (désordre faible) [128]. Sur
la base de la théorie de turbulence d’ondes nous avons dérivé des équations cinétiques dans
le régime où le désordre domine les effets non-linéaires. La théorie révèle que la présence d’un
désordre faible conservatif introduit une dissipation effective qui modifie la régularisation des
résonances et accélère de façon significative le processus de thermalisation et de condensation
d’ondes. En considérant différents modèles de désordre, nous avons montré que quand tous les
modes exhibent le même désordre, la dissipation induite par le désordre disparaît et le système
n’exhibe plus l’effet d’accélération de condensation. Cependant, même une faible décorrélation
de bruit entre les modes est suffisante pour rétablir l’effet d’accélération de condensation. Les si-
mulations sont en accord quantitatif avec la théorie sans l’emploi de paramètres ajustables dans
le régime où le désordre domine les effets non-linéaires. Pour un désordre modéré, les corréla-
tions de phase entre les modes ne sont pas éliminées et le système entre dans un régime mixte
cohérent-incohérent. L’analyse des effets de polarisation révèle que l’effet de nettoyage de fais-
ceau est responsable d’une repolarisation partielle de la partie centrale du faisceau multimode,
un effet qui peut être interprété comme une conséquence naturelle de la condensation dans le
mode fondamental de la fibre.
Dans un second temps, nous avons réalisé une étude expérimentale ayant pour objectif d’étu-
dier l’impact de la cohérence de l’onde initialement injectée (i.e. l’énergie ou le nombre de modes
excités) sur l’intensité détectée en sortie de fibre. Nous avons ainsi observé une transition d’un
faisceau parfaitement nettoyé en sortie de fibre, à un faisceau complètement incohérent lorsque
nous augmentons le nombre de modes excités initialement. En utilisant un ajustement 2D de
la distribution d’équilibre théorique sur les intensités expérimentales, nous avons pu estimer la
population du mode fondamental n0/N et obtenu une transition de la distribution thermique
n0/N' 0 vers un état condensé, avec une fraction de puissance condensée avoisinant n0/N' 0.6.
Les résultats expérimentaux préliminaires révèlent une courbe de condensation de la fraction de
puissance condensée en fonction de l’énergie qui est en bon accord avec la courbe de condensa-
tion théorique.
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Chapitre 4
Émergence de cohérence de phase à
longue portée
Nous reportons dans ce chapitre un phénomène d’émergence de cohérence de phase à longue
portée lors de la propagation non-linéaire d’un speckle. L’émergence de cohérence de phase à partir
d’une onde incohérente est un mécanisme important qui est généralement associé aux phénomènes
de condensation et à la superfluidité de certains écoulements d’ondes cohérentes. Dans ce travail
nous mettons en évidence théoriquement et numériquement un mécanisme d’émergence sponta-
née de cohérence de phase à longue portée [53] dans un régime fortement non-local et fortement
non-linéaire. En parallèle à l’émergence de cohérence de phase, le champ exhibe des fluctuations
d’intensités dont la longueur de cohérence du speckle augmente de manière dramatique au cours de
sa propagation.
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4.1 Introduction
4.1.1 Généralités
Dans les chapitres précédents nous avons étudié un processus d’auto-organisation d’ondes
lié au phénomène irréversible de thermalisation vers l’état d’équilibre thermodynamique. Rappe-
lons qu’en régime non-linéaire (i.e. énergie non-linéaire plus importante que l’énergie linéaire),
cet état d’équilibre dépend de la nature de l’interaction : régime focalisant (γ< 0) ou défocalisant
(γ> 0). En régime non-linéaire focalisant, les travaux théoriques de [17, 30, 92, 151–153] ont mon-
tré que pour un système non-intégrable, les solitons (« ondes solitaires ») qui se génèrent spon-
tanément exhibent une dynamique appelée « turbulence de solitons ». Les interactions entre les
différents solitons conduisent le système à s’organiser en un soliton de très grande amplitude, le-
quel reste immergé dans une mer de fluctuations rapides aux petites échelles. L’onde présentant
initialement une distribution de phase et d’intensité aléatoire évolue vers une structure cohérente
macroscopique (le soliton de grande amplitude) qui est donc caractérisée par une cohérence de
phase dont la portée est limitée par la taille caractéristique du soliton. En régime non-linéaire dé-
focalisant, nous avons vu que le système exhibe un phénomène de condensation caractérisé par
la formation d’une onde cohérente homogène spatialement. Contrairement au régime focalisant
(turbulence de solitons), la formation du condensat se caractérise par l’émergence d’une cohé-
rence de phase à longue portée [110].
4.1.2 Non-linéarité non-locale
La cohérence de phase à longue portée est une propriété fondamentale pour la manifesta-
tion de différents effets comme le phénomène de superfluidité ou la génération d’onde de Bo-
goliubov [110, 154]. Ce domaine de recherche a fait l’objet dans le passé de nombreux travaux
dans les systèmes optiques dissipatifs en cavité [154–157], tandis qu’un intérêt grandissant porte
sur la propagation libre d’ondes non-linéaires [84, 85, 104, 158–161]. Le phénomène d’émergence
de cohérence de phase à longue portée que nous présentons dans ce chapitre apparaît dans un
système présentant un effet non-linéaire non-local. Une interaction non-locale signifie que la ré-
ponse non-linéaire en un point donné r dépend de la valeur de l’intensité en ce point I(r ) mais
également de la distribution d’intensité au voisinage de ce point I(r ′). Nous appelons ζ la por-
tée de la réponse non-locale non-linéaire, i.e., la largeur caractéristique de la fonction de réponse
non-linéaire non-locale. Le système peut alors exhiber deux régimes différents : le régime forte-
ment non-local où la portée de la réponse non-locale est plus grande que la taille caractéristique
des fluctuations d’intensité ζÀ σc , et le régime faiblement non-local où la non-localité n’affecte
que ponctuellement le système ζ¿ σc . Les effets non-locaux constituent une propriété impor-
tante de nombreux systèmes non-linéaires d’ondes. L’étude de la propagation d’une onde incohé-
rente dans un milieu non-linéaire non-local peut s’effectuer en utilisant l’approche de turbulence
d’ondes qui révèle que le régime fortement non-local est modélisé par le formalisme de longue
portée Vlasov [9, 48, 50, 162]. Comme discuté en introduction, cette théorie révèle une analogie
entre l’évolution de l’onde turbulente non-locale et la dynamique collective des particules en pré-
sence d’interactions à longue portée. Toutefois, le formalisme cinétique de Vlasov n’est pas appro-
prié pour décrire un effet d’émergence de cohérence de phase lors de l’évolution d’ondes incohé-
rentes non-locales.
Nous présentons schématiquement en Figure 4.1 la propagation de la distribution transverse
du champ électrique ψ(r , z) selon l’axe z, de longueur d’onde λ0 en présence de non-localité.
La réponse non-linéaire non-locale des systèmes optiques provient par exemple de la diffusion
de la chaleur des matériaux thermiques [84–91] ou des solutions de cristaux nématiques [92–95],
mais celle-ci est aussi présente dans les condensats de Bose-Einstein dipolaires [163], les vapeurs
atomiques [96, 116] ou les plasmas [164]. Afin de tenir compte de la non-localité du système, nous
introduisons dans NLSE une fonction de réponse non-linéaire U(r ). La propagation du champ
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FIGURE 4.1 – Représentation d’un faisceau incohérent caractérisé par une largeur ∆ et une longueur de
cohérence σc se propageant selon l’axe z dans un milieu en présence d’une réponse non-locale de portée
ζ.
ψ(r , z) est alors décrite par l’équation de Schrödinger non-linéaire non-locale :
i
∂ ψ(r , z)
∂z
=− 1
2k0
∇2rψ(r , z)+γψ(r , z)
Ï
U(|r − r ′|)|ψ(r ′, z)|2dr ′, (4.1)
que nous avons déjà utilisée dans le chapitre 2. Nous allons nous concentrer sur le régime défo-
calisant γ> 0 tandis que nous discuterons le cas focalisant γ< 0 plus loin. De même que dans les
chapitres 2 et 3, le système conserve au cours de la propagation la puissance N =Î |ψ(r , z)|2dr
et l’Hamiltonien qui s’écrit maintenant H =HL(z)+HNL(z), avec la contribution linéaire HL(z) =
1
2k0
Î |∇ψ(r , z)|2dr et la contribution non-linéaire HNL(z)= γ2Î |ψ(r , z)|2U(|r−r ′|)|ψ(r ′, z)|2drdr ′.
De façon similaire au chapitre 2, nous utilisons la longueur non-linéaire LNL = 1/(γI0) avec la puis-
sance moyenne I0 =N/L2window où Lwindow caractérise la longueur de la fenêtre numérique, et nous
normalisons la variable de l’espace transverse r par r ′ = r /Λ0 où Λ0 correspond à la « healing
length » qui est définie comme Λ0 =
√
LNL/2k0. Dans la suite de ce chapitre, nous allons effectuer
des simulations en régime faiblement non-linéaire HNL.HL ce qui revient à écrire σc .Λ0, et en
régime fortement non-linéaire HNL ÀHL (σc ÀΛ0).
4.2 Études numériques
4.2.1 Conditions initiales
Nous allons effectuer plusieurs simulations en régime faiblement et fortement non-linéaire en
présence d’une réponse non-linéaire fortement non-locale, c.a.d une non-localité dont la portée
est beaucoup plus grande que la « healing length » ζÀΛ0. Nous considérons un faisceau speckle
caractérisé par une statistique de fluctuations inhomogènes du champ, comme représenté en Fi-
gure 4.1. Nous décomposons la distribution transverse de l’onde incohérente comme le produit :
d’une enveloppe gaussienne cohérente de largeur ∆, avec une onde incohérente de longueur de
cohérence σc caractérisée par un spectre Gaussien avec des phases spectrales aléatoires. La dis-
tribution d’intensité totale est ainsi caractérisée par la taille de l’enveloppe ∆ et la longueur de
cohérence locale σc .
Nous considérons dans les simulations numériques des conditions aux limites périodiques
pour la description de l’espace transverse r , où la taille de la fenêtre numérique Lwindow est beau-
coup plus grande que la portée de la réponse non-locale Lwindow À ζ. Afin d’éviter des artefacts nu-
mériques, nous considérons l’exemple d’une fonction de réponse non-locale Gaussienne U(r ) =
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(2piζ2)−1 exp
(−r 2/(2ζ2)), avec r = |r |. Toutefois, il est important de noter que le mécanisme d’émer-
gence de cohérence de phase que nous allons présenter ne dépend pas d’une forme spécifique de
la fonction de réponse non-locale. Nous verrons que ce phénomène peut aussi avoir lieu dans le
domaine temporel où la fonction de réponse non-instantanée est contrainte par la condition de
causalité.
4.2.2 Émergence de cohérence de phase
Nous représentons en Figure 4.2 la simulation numérique de NLSE non-locale (4.1) lors de la
propagation d’une onde en régime faiblement non-linéaire (HNL/HL ' 0.85), en présence d’une
réponse non-locale de longue portée ζ = 100Λ0. Nous observons que l’évolution de l’onde au
cours de la propagation ne révèle pas de comportement particulier, notamment la dynamique de
phase de l’onde exhibe une évolution stochastique. Toutefois, la propagation de l’onde en régime
fortement non-linéaire révèle une dynamique différente. Comme nous pouvons le remarquer en
Figure 4.3, les interactions fortement non-linéaires sont responsables de l’émergence spontanée
d’une distribution spatiale de la phase Φ(r ) bien structurée. La cohérence de phase est caracté-
risée par des oscillations spatiales radialement symétriques du profil de la phase de l’onde, dont
la période des oscillations diminue avec l’augmentation de la distance radiale depuis le centre du
faisceau, ainsi qu’au cours de la propagation. De plus, nous pouvons noter que cette cohérence de
phase s’établit sur une grande échelle, englobant tout le faisceau. Contrairement à ce phénomène
de cohérence de phase à longue portée, la distribution d’intensité de l’onde I(r ) est toujours mar-
quée par des fluctuations prononcées. Nous verrons dans la prochaine section que les grains du
speckle sont caractérisés par une augmentation exponentielle de leurs longueurs de cohérence au
cours de la propagation de l’onde. Nous pouvons toujours qualifier notre faisceau de speckle, mais
contrairement aux speckles conventionnels, ici, les fluctuations d’intensité du faisceau sont corré-
lées les unes aux autres par la cohérence de phase à longue portée sous-jacente. Il est important de
noter que cet effet de cohérence de phase ne provient pas d’une moyenne sur des réalisations du
speckle initial : l’émergence de cohérence de phase est clairement visible pour chaque réalisation
individuelle de l’onde initiale incohérente ψ(r , z = 0).
Notons que des résultats similaires aux Figures 4.2 et 4.3 ont été obtenus pour une fonction de
réponse non-locale de la forme U(r )=K0(r /ζ)/(2piζ), où K0(x) est la fonction de Bessel modifié du
second ordre. Cette forme de réponse non-locale permet de modéliser la non-linéarité thermique
exploitée par exemple dans les expériences récentes d’ondes de chocs collectives incohérentes
[50].
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FIGURE 4.2 – Propagation d’un faisceau speckle en régime faiblement non-linéaire en présence d’une ré-
ponse non-locale à longue portée par la simulation numérique de NLSE (4.1). Distribution de l’intensité
|ψ(r )|2 à z = 0LNL (a), à z = 10LNL (e) et à z = 30LNL (d) avec la distribution de phase Φ(r ) (modulo 2pi) cor-
respondante (b), (d) et (f). Les paramètres numériques sont : HNL/HL ' 0.85 (σc 'Λ0) à z = 0LNL,∆= 120Λ0,
et ζ= 100Λ0.
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FIGURE 4.3 – Propagation d’un faisceau speckle en régime fortement non-linéaire en présence d’une ré-
ponse non-locale à longue portée par la simulation numérique de NLSE (4.1). Distribution de l’intensité
|ψ(r )|2 à z = 0LNL (a), à z = 4LNL (e) et à z = 30LNL (d) avec la distribution de phase Φ(r ) (modulo 2pi)
correspondante (b), (d) et (f). Les paramètres numériques sont : HNL/HL ' 480 (σc ' 66Λ0) à z = 0LNL,
∆ = 120Λ0, et ζ = 100Λ0. Contrairement à la Figure 4.2, en régime fortement non linéaire nous observons
l’émergence d’une cohérence de phase à longue portée dans le système.
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4.3 Développements théoriques
4.3.1 Formulation hydrodynamique
Le point de départ du développement théorique est la transformation de Madelung dans la-
quelle nous décomposons le champ par l’intensité ρ(r , z) et la phase Φ(r , z) :
ψ(r , z)=√ρ(r , z)exp(iΦ(r , z)), (4.2)
ainsi NLSE non-locale (4.1) prend la forme suivante :
∂zρ+α∇· (ρ∇Φ)= 0, (4.3a)
∂zΦ+ α
2
(∇Φ)2+V = α
2
p
ρ
∇2pρ, (4.3b)
avec α= 1/k0, où nous avons introduit la notation du potentiel effectif :
V (r , z)= γ
Ï
U(|r − r ′|)|ψ|2(r ′, z)dr ′. (4.4)
Le dernier terme de Eq.(4.3b) correspond à l’analogue du potentiel quantique de Bohm [165]. Dans
le régime fortement non-linéaire σc À Λ0, la dynamique de la phase au cours de la propagation
Eq.(4.3b) est gouvernée par le potentiel effectif V (r , z) qui domine les effets linéaires (le potentiel
quantique Bohm et le terme (∇Φ)2). D’autre part, l’intensité ρ(r , z) est simplement advectée par
l’équation de propagation (4.3a) où sa réaction sur la dynamique de la phase via le potentiel quan-
tique de Bohm reste négligeable en comparaison aux termes V (r , z) et (∇Φ)2. C’est pourquoi nous
négligeons le potentiel quantique de Bohm dans les équations (4.3) : les fluctuations d’intensité
ρ(r , z) évoluent lentement au cours de la propagation, contrairement à la dynamique rapide des
oscillations radiales de la phase Φ(r , z) que nous observons en Figure 4.3. En introduisant l’ana-
logue du moment comme étant le gradient de la phase u = ∇Φ, le champ peut être décrit par le
système :
∂zρ+α∇·
(
ρu
)= 0, (4.5a)
∂zu+α(u ·∇)u+∇V = 0. (4.5b)
Nous obtenons ainsi des équations de la forme hydrodynamique qui sont hyperboliques et
exhibent des singularités de type « choc » pour des longueurs de propagation finies dans le régime
défocalisant considéré ici. Les chocs ont été beaucoup étudiés dans différentes configurations
[13, 166–172, 172, 173], et en particulier en présence de non-linéarité non-locale [86–88, 174, 175].
Les singularités de type choc dans des milieux non-linéaires en présence de désordre structurel
ont aussi fait l’objet de plusieurs travaux [176, 177], où les auteurs considèrent un champ optique
initial parfaitement cohérent. Contrairement à ces précédentes études, nous considérons l’évo-
lution d’ondes initiales incohérentes [50, 56, 162] ainsi l’intensité et le moment Eq.(4.5) exhibent
des comportements aléatoires au cours de la propagation. Les singularités de type chocs collectifs
d’ondes incohérentes reportées dans [50, 162] sont décrits par la version longue portée de l’équa-
tion de Vlasov développée en théorie de turbulence d’ondes. Toutefois, cette approche cinétique
n’est pas appropriée pour mettre en évidence une émergence de cohérence de phase à longue
portée dans l’onde initialement incohérente.
4.3.2 Critère d’émergence de cohérence de phase
Pour comprendre le phénomène d’émergence de cohérence de phase, nous remarquons d’abord
simplement que la convolution dans le terme non-linéaire de NLSE (4.1) introduit une moyenne
des fluctuations de l’intensité par la fonction de réponse à longue portée U(r ). Ceci signifie que
le potentiel effectif V (r , z) peut être approximé par V (r , z) ' γÎ U(|r − r ′|)〈ρ(r ′, z)〉dr ′, où < . >
correspond à une moyenne sur les réalisations de l’onde initiale incohérente ψ(r ,0). Il en résulte
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que le potentiel effectif V (r , z) est une fonction lisse sur une grande distance ζ. Cette propriété
est clairement visible en comparant la distribution d’intensité caractérisée par des fluctuations
prononcées en Figure 4.3(a,c,e) et le profil lisse du potentiel effectif en Figure 4.4(a-b). D’autre
part, le second terme Eq.(4.5b) appelé terme de Burgers est une fonction aléatoire fluctuant très
rapidement sur la longueur σc . Dès lors que le potentiel effectif domine le terme de Burgers dans
Eq.(4.5b), la « force motrice » ∇V liée au potentiel effectif conduit à la formation d’une cohérence
de phase sur une aire de l’ordre de ζ2. Comme nous pouvons l’observer en Figure 4.4, puisque le
gradient de la phase u =∇Φ est dominé par la force motrice, la distribution de la phase Φ(r ) s’or-
ganise selon une fonction lisse, semblable à la forme du potentiel, ce qui entraîne une cohérence
de phase à longue portée ζ.
Afin de pouvoir comparer les différentes contributions dans Eq.(4.5), nous redimensionnons
les fonctions en introduisant le paramètre ε = 1/ζ. Nous avons alors : U(r ) = ε2U0(R) et ρ(r , z) =
L2ε2I0ρ0(R,Z), avec R = εr et Z = εz. La largeur typique de ρ0(R,Z) et U0(R) sont maintenantÎ
ρ0(R)dR= 1 et
Î
U0(R)dR= 1, ce qui conduit à ∇V ∼ γN /ζ3. De même nous pouvons estimer
le terme de Burgers Eq.(4.5b) par la relation α(u · ∇)u ∼ α/σ3c . Cette analyse révèle que tant que
σ3γN /(αζ3) À 1, la force motrice ∇V domine le comportement du gradient de la phase u = ∇Φ
en Eq.(4.5b). En remarquant que nous avons ρ ∼N /ζ2, le phénomène de cohérence de phase à
longue portée émerge dès que σ3cγρ/(αζ) À 1. Nous réécrivons ce critère en introduisant la nor-
malisation par rapport à la « healing length » :
(ρ/I0)(σ/Λ0)3
ζ/Λ0
À 1. (4.6)
En considérant que ρ/I0 & 1 et que nous sommes en régime fortement non-linéaire σc À Λ0, le
critère Eq.(4.6) est presque toujours vérifié. Si nous étudions le critère de manière plus précise,
nous remarquons que l’émergence de cohérence de phase à longue portée d’une onde fortement
non-linéaire est inhibée uniquement dans un système artificiel où la portée de la non-localité est
supérieure d’au moins trois ordres de grandeurs à la « healing length » ζ/Λ0 À 103.
L’analyse que nous venons d’effectuer est indépendante de la forme de la réponse non-locale.
Ainsi le phénomène d’émergence spontanée de cohérence de phase à longue portée est a priori
observable pour n’importe qu’elle fonction de réponse U(r ), du moment que la réponse est for-
tement non-locale. De plus, cette étude est indépendante du signe du coefficient non-linéaire γ,
le phénomène peut donc avoir lieu en régime non-linéaire défocalisant ou focalisant. Pour finir,
nous verrons en fin de chapitre que nous pouvons transposer ce travail du domaine spatial (étude
du champ transverseψ(r , z)), au domaine temporelψ(t , z) pour une impulsion optique se propa-
geant dans un milieu avec une réponse non-linéaire non-instantanée. Ainsi, l’émergence de cohé-
rence de phase à longue portée apparaît comme un phénomène intrinsèque à l’évolution d’ondes
fortement non-linéaires en présence d’une réponse non-linéaire à longue portée.
4.3.3 Évolution des propriétés de cohérence
4.3.3.1 Méthode des caractéristiques
Nous étudions maintenant plus finement les propriétés de cohérence de l’onde incohérente.
Cette analyse est similaire à celle développée dans le cadre du formalisme de Vlasov longue portée
[50]. Toutefois, contrairement l’approche cinétique [50] qui repose sur une moyenne d’un grand
nombre de réalisations, nous étudions les fluctuations du champ incohérentψ(r , z) pour une réa-
lisation individuelle des fonctions aléatoires initiales (ρo(r ),u0(r )). En d’autres termes, nous n’ef-
fectuons aucune moyenne sur les conditions initiales de l’onde incohérente. Notons cependant
que cette étude repose sur de nombreuses approximations que nous allons détailler.
Nous pouvons tout d’abord noter que la nature longue portée de la réponse non-locale conduit
à un potentiel V (r ) essentiellement radial (nous négligeons sa dépendance angulaire), ce que nous
pouvons observer en Figure 4.4. D’après le critère (4.6), la force motrice ∇V (r ) = V ′(r )r /r do-
mine la dynamique du gradient de la phase u(r ) Eq.(4.5b), ainsi le moment u(r ) devient lui aussi
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FIGURE 4.4 – Étude de la propagation d’un speckle en régime fortement non-linéaire en présence d’une ré-
ponse non-locale de longue portée de la simulation numérique représentée en Figure 4.3. Représentation
du potentiel effectif V (r ) à z = 0LNL (a) et à z = 30LNL (b) avec la distribution de phase déroulée Φ(r ) cor-
respondante (c) et (d). Les paramètres numériques sont : HNL/HL ' 480 (σc ' 66Λ0) à z = 0LNL, ∆= 120Λ0,
et ζ= 100Λ0.
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une fonction purement radiale u = u(r, z)r /r et nous pouvons négliger la condition initiale aléa-
toire u0(r ) pour des longueurs de propagation z assez grandes. Les équations hydrodynamiques
peuvent être réécrites comme :
∂z ρˇ+α∂r (ρˇu)= 0, (4.7a)
∂z u+αu∂r u+∂r V = 0, (4.7b)
avec ρˇ(r,θ, z) = rρ(r,θ, z), et en raison du moyennage par la réponse longue portée, le potentiel
effectif peut être approximé par V (r, z) = γ∫ U˜(r,r ′)〈ρ(r ′,θ, z)〉r ′dr ′, qui dénote une moyenne
sur différentes réalisations de conditions initiales et U˜(r,r ′) = ∫ 2pi0 U(√r 2+ r ′2−2r r ′ cosθ)dθ. La
moyenne 〈ρ(r,θ, z)〉 est indépendante de l’angle θ puisque l’intensité moyenne est radialement
symétrique et que l’onde conserve cette propriété au cours de la propagation.
En dépit du caractère aléatoire des fonctions (ρˇ(r , z),u(r, z)), les équations (4.7) peuvent être
résolues en utilisant la méthode des caractéristiques. Cette technique mathématique permet de
résoudre des équations aux dérivées partielles comme les équations de propagation en utilisant
des trajectoires caractéristiques le long desquelles le système se réduit à des équations différen-
tielles ordinaires [178]. Nous considérons les quantités : w(z) = u(R(z), z), τ(z) = ∂z u
(
R(z), z
)
,
ξ(z) = ∂r u
(
R(z), z
)
, %ˇ(z) = ρˇ(R(z),θ, z) pour une valeur arbitraire et fixe de l’angle polaire θ. Ces
fonctions sont décrites par le système d’équations différentielles ordinaires appelé équations des
caractéristiques :
dR
d z
= αw(z), R(0)= r0, (4.8a)
d w
d z
= τ(z)+αw(z)ξ(z), w(0)=w0, (4.8b)
dτ
d z
=−∂2zr V (R(z), z)−αξ(z)τ(z), τ(0)=−∂r V0(r0) (4.8c)
dξ
d z
=−∂2r V (R(z), z)−αξ2(z), ξ(0)= ξ0, (4.8d)
d %ˇ
d z
=−αξ(z)%ˇ(z), %ˇ(0)= r0ρ0(r0,θ). (4.8e)
En suivant une procédure analogue à celle de [50] ] il est possible de montrer que le gradient du
moment et l’intensité exhibent une singularité en temps fini, z∞. Toutefois, nous nous intéressons
ici plus spécifiquement aux propriétés de cohérence des fluctuations de l’intensité avant la singu-
larité z < z∞. Nous nous plaçons dans le régime fortement non-linéaire et fortement non-local
dans lequel le critère Eq.(4.6) est vérifié. Ainsi l’équation décrivant le moment peut être réduite à :
∂z u+∂r V = 0. De plus, afin de pouvoir poursuivre un développement analytique, nous négligeons
l’évolution du potentiel V (r ) au cours de la propagation de l’onde, approximation justifiée dans
la mesure où la portée de la non-localité est supérieure à la largeur du faisceau incohérent ζÀ∆.
Ainsi nous pouvons écrire l’évolution du gradient de la phase comme u(r, z)=−∂r V (r )z. En défi-
nissant R˜(r0, s)= R(r0,
p
s) avec r0 = R(r0, z = 0) et s = z2, nous obtenons alors d’après Eq.(4.8a) la
relation :
d R˜
d s
=−α
2
∂r V (R˜), R˜(r0,0)= r0. (4.9)
De même en introduisant %˜(r0,θ, s)= %ˇ(r0,θ,
p
s), et d’après Eq.(4.8e) nous pouvons écrire :
d %˜
d s
= α
2
∂2r V (R˜)%˜, %˜(r0,θ,0)= ρˇ0(r0,θ), (4.10)
qui peut être mis sous la forme après intégration :
%˜(r0,θ, s)= ρˇ0(r0,θ) ∂r V (r0)
∂r V (R˜(r0, s))
. (4.11)
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À partir des propriétés de réversibilité des équations des caractéristiques, nous pouvons obtenir
une expression analytique de l’évolution de l’intensité aléatoire de l’onde comme :
ρˇ(r,θ, z)= ρˇ0
(
R˜(r,−z2),θ)∂r V (R˜(r,−z2))
∂r V (r )
. (4.12)
Cette relation exprime le fait que les fluctuations d’intensités initiales ρ0(r ) sont transportées le
long de caractéristiques et peuvent être compressées ou élargies en fonction de leurs positions
relatives dans le faisceau.
4.3.3.2 Corrélations au centre du faisceau
Afin de pouvoir observer la dynamique d’une fluctuation initiale de l’onde incohérente de ma-
nière plus explicite, nous prenons l’exemple d’un potentiel de la forme V (r )= V0/(1+νr 2) qui cor-
respond en première approximation, aux potentiels considérés dans les simulations. À partir de
cette forme spécifique du potentiel, nous pouvons intégrer Eq.(4.9) et alors obtenir la dynamique
de la caractéristique R˜(r, z) comme :
R˜(r,−z2)= g−1ν
(
gν(r )−ναV0z2
)
, (4.13)
avec gν(r )= log(r )+νr 2+ν2r 4/4, et g−1ν l’inverse de la fonction gν.
Nous considérons tout d’abord un point de l’intensité dans le centre du faisceau, ce qui re-
vient à considérer νr 2 ¿ 1. Nous pouvons alors écrire l’évolution de la caractéristique R(z) en
Eq.(4.13) comme R(z)= r0 exp(ναV0z2). L’évolution de l’intensité d’un point dans le centre du fais-
ceau d’après Eq.(4.12) prend la forme :
ρ(r,θ, z)= ρ0
(
r e−ναV0z
2
,θ
)
e−2ναV0z
2
. (4.14)
Cette expression révèle que la longueur de corrélation d’une fluctuation de l’intensité initiale
augmente exponentiellement par un facteur exp(ναV0z2) au cours de la propagation. Le second
terme de Eq.(4.12) exprime la décroissance exponentielle de l’intensité de la fluctuation d’un fac-
teur exp(−2ναV0z2). Il est important de souligner que cette augmentation exponentielle de la lon-
gueur de corrélation n’est pas simplement due à la diffraction du faisceau puisque cette brutale
augmentation se produit dès le début de la propagation, où le potentiel effectif est supposé être
constant V (r ). Nous avons observé numériquement cette surprenante augmentation de la lon-
gueur de cohérence des fluctuations de l’intensité qui est visible en Figure 4.5. Dans cette figure,
nous avons représenté l’évolution au cours de la propagation de la taille de deux grains du speckle
initial pour différentes valeurs d’intensités de ces deux grains. Nous obtenons un accord quanti-
tatif avec l’ajustement de la dynamique théorique en Eq.(4.14) tant que le potentiel effectif V (r )
reste approximativement constant au cours de la propagation, critère vérifié pour z . 40LNL. Sou-
lignons que ce bon accord a été obtenu pour de nombreux choix de grains de speckles, même pour
ceux pour lesquels l’augmentation de cohérence n’est pas apparente comme en Figure 4.5.
4.3.3.3 Forme parabolique de la cohérence de phase
À partir de cette analyse, nous pouvons obtenir l’évolution de la phase au centre du faisceau,
pour νr 2 ¿ 1. Comme nous l’avons vu précédemment, la dynamique du gradient de la phase
est conditionnée par le potentiel effectif u
(
R(z), z
) = −∂r V (R(z))z. En supposant que le potentiel
effectif est constant au cours de la propagation et de la forme V (r ) = V0/(1+νr 2), nous pouvons
obtenir la dynamique de la phase comme :
φ(r, z)=φ0(r )+νV0r 2z. (4.15)
Cette expression montre que la cohérence de phase émerge rapidement au centre du faisceau in-
cohérent. Plus précisément, nous pouvons remarquer que les oscillations modulo 2pi de la phase
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FIGURE 4.5 – Évolution de la distribution d’intensité d’après la simulation numérique de (4.1) à z = 0LNL (a)
et à z = 50LNL.(c-d) Dynamique au cours de la propagation de la taille log(δ) de deux fluctuations initiales
de l’intensité représentée respectivement en cercle orange et violet. Chaque ligne continue de couleur cor-
respond à l’évolution de la taille du speckle pour une valeur différente de l’intensité du speckle, avec en
pointillé noire l’ajustement correspondant de (4.14). La ligne verte en tiret caractérise la largeur du poten-
tiel effectif V au cours de la propagation qui est pratiquement constant sur la longueur r de propagation
z . 40LNL : sur cet intervalle de propagation la prédiction théorique (pointillé noir) est en bon accord avec
les simulations. Les paramètres numériques sont : HNL/HL ' 330 à z = 0LNL, ∆= 80Λ0, et ζ= 150Λ0.
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augmentent linéairement au cours de la propagation z avec le coefficient νV0r 2, et quadratique-
ment suivant la rayon r ave le coefficient νV0z. Les prédictions d’un profil parabolique et d’une
augmentation linéaire au cours de la propagation de la phase sont confirmées numériquement
et représentées en Figure 4.6. Nous observons en Figure 4.6(a) que la phase s’organise selon le
profil parabolique qui émerge au centre du faisceau pour de faibles longueurs de propagation,
puis sur la globalité du faisceau pour de plus grandes longueurs de propagation. De plus, une fois
que la phase s’est organisée selon un profil parabolique, la phase évolue linéairement au cours de
la propagation comme nous pouvons le remarquer en Figure 4.6(b) où nous avons représenté la
dynamique de la phase pour différentes positions proches du centre du faisceau. Nous pouvons
remarquer que la formation du profil parabolique de la phase est très sensible aux variations du
potentiel effectif, puisque la phase Φ(r, z) est directement reliée à V (r, z) Eq.(4.15). Ceci explique
pourquoi la prédiction théorique de l’évolution de la phase au cours de la propagation est confir-
mée numériquement uniquement pour de faibles longueurs de propagation z < 25LNL.
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FIGURE 4.6 – Évolution de la phase au cours de la propagation d’après la simulation numérique de Eq.(4.1) :
(a) Représentation d’une coupe de la phase (déroulée)Φ(x, y = 0) à z = 15LNL en rouge et à z = 45LNL en bleu
avec leurs ajustements paraboliques respectifs en tirets magentas et en pointillés cyans. (b) Dynamique
de la phase (déroulée) au cours de la propagation pour différentes positions : x = 10Λ0 (rouge), x = 20Λ0
(jaune), x = 30Λ0 (vert), x = 50Λ0 (cyan) et x = 100Λ0 (bleu) avec leurs ajustements linéaires correspondant
en tirets noirs. Les paramètres numériques sont : HNL/HL ' 220 à z = 0LNL, ∆= 80Λ0, et ζ= 200Λ0. τc À τ0
4.3.3.4 Corrélations en bordure du faisceau
Nous nous intéressons maintenant aux propriétés de cohérence au bord du faisceau incohé-
rent, c.a.d lorsque nous avons νr 2 À 1 et ν2r 4/4−ναV0z2 À 1. Dans ce cas, la dynamique de la ca-
ractéristique devient R(z)= 4
√
r 40 +4αV0z2/ν et l’évolution de l’intensité prend la forme suivante :
ρ(r,θ, z)= ρ0
( 4√r 4−4αV0z2/ν,θ) r 2(
r 4−4αV0z2/ν
)1/2 . (4.16)
Ceci indique que les fluctuations d’intensité n’exhibent pas de variations significatives par rapport
à la condition initiale : R(z)' r0+αV0z2/(νr 30 ) and ρ(r,θ, z)' ρ0(r,θ).
4.3.4 Émergence de cohérence de phase dans le domaine temporel
Nous avons considéré dans ce chapitre le système « 2D+1 » lié à l’étude de la distribution du
champ ψ(r , z) dans le plan transverse au cours de la propagation de l’onde selon l’axe z. Nous
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pouvons transposer ce travail au domaine temporel ψ(t , z) en considérant la dynamique tem-
porelle d’une onde incohérente se propageant suivant la direction z, c.a.d un système « 1D+1 ».
L’évolution du champ électrique décrit par NLSE unidimensionelle est formellement analogue à
Eq.(4.1) dans laquelle la variable de l’espace transverse r est transposée en variable temporelle
t , et la réponse spatiale non-locale en réponse temporelle non-instantanée. Nous effectuons les
changements suivants : r → t ,U(r )→R(t ),α→ β2 dans NLSE (4.1), où β2 caractérise le coefficient
de dispersion du second ordre. L’équation de Schrödinger Non-Linéaire décrivant la dynamique
temporelle de l’onde prend la forme suivante :
i
∂ ψ(t , z)
∂z
=−β2
2
∇2tψ(t , z)+γψ(t , z)
∫
R(|t − t ′|)|ψ(t ′, z)|2d t . (4.17)
Les versions temporelle Eq.(4.17) et spatiale Eq.(4.1) de NLSE sont analogues à l’exception des
réponses non-linéaires, la fonction de réponse temporelle étant contrainte par la condition de
causalité [9, 179–182]. Nous considérons une réponse non-instantanée qui peut se mettre sous
la forme R(t ) = H(t )τ−1R exp(−t/τR) avec la fonction de Heaviside H(t ) exprimant la condition de
causalité et la « portée temporelle » τr dénote le temps de réponse de la non-linéarité. De nou-
veau nous effectuons les simulations en normalisant la variable temporelle t par t ′ = t/ 0 où
0 =
√
LNL|β2|/2 correspond au « healing time » caractérisant l’échelle temporelle pour laquelle
les effets linéaire et non-linéaire sont du même ordre.
Nous avons remarqué précédemment que l’émergence de cohérence de phase spatiale s’effec-
tue en régime fortement non-linéaire avec une réponse non-linéaire à longue portée. Afin d’obser-
ver l’émergence de cohérence de phase dans le domaine temporel, nous simulons la propagation
d’impulsions incohérentes de largeur ∆t en régime fortement non-linéaire τc À 0 et fortement
non-instantanée τr À 0. Nous représentons alors en Figure 4.7 le profil temporel de l’impulsion
ainsi que la phase correspondante issue de la simulation numérique de NLSE (4.17) pour diffé-
rentes longueurs de propagation. Nous pouvons observer un phénomène d’émergence sponta-
née de cohérence de la phase sur toute la durée temporelle de l’impulsion dans lequel la phase
initialement distribuée aléatoirement s’organise selon un profil parabolique. L’observation expé-
rimentale du phénomène d’émergence spontanée de cohérence de phase temporelle peut être
envisagée à l’aide des récents progrès dans la fabrication des fibres à cristaux photoniques rem-
plies de gaz ou de liquides [181–188] caractérisées par une réponse non-linéaire lente.
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FIGURE 4.7 – Émergence de cohérence de phase temporelle : Simulation numérique de NLSE (4.17) en ré-
gime fortement non-linéaire en présence d’une réponse fortement non-instantanée. (a) Profil temporel de
l’intensité I(t , z)= |ψ(t , z)|2 à z = 0 LNL (rouge), à z = 80 LNL (tirets bleus) avec (b) la phase correspondante
Φ(t ) à z = 0LNL (tirets rouges), à z = 25 LNL (tirets-pointillés verts) et à z = 80 LNL (bleu). La ligne en tirets
noirs correspond à l’ajustement parabolique de la phase. Nous avons multiplié la phase initiale par un fac-
teur cinq pour des raisons de visibilités. Les paramètres numériques sont : τc ' 30 0 à z = 0LNL,∆t = 120 0,
τr = 200 0 et dans le régime où le produit β2γ> 0 correspondant à des effets non-linéaires défocalisantes
(γ> 0) en régime de dispersion normale (β2 > 0).
4.4 Conclusion
Nous nous sommes intéressées dans ce chapitre à la propagation d’un speckle dans un milieu
non-linéaire en présence d’une réponse non-locale. Nous avons montré que l’évolution d’ondes
fortement non-linéaires dans un régime fortement non-local est caractérisée par l’émergence
spontanée de cohérence de phase sur une région déterminée par la portée de la réponse non-
locale. Bien que le champ soit caractérisé par une cohérence de phase à longue portée, l’intensité
exhibe néanmoins des fluctuations prononcées. Sur la base de la méthode des caractéristiques
nous avons décrit la dynamique individuelle de chacune de ces fluctuations d’intensités. Cette
analyse a révélé une augmentation dramatique de la longueur de cohérence associée à chacune
des fluctuations. De plus, par cette méthode nous avons montré qu’une fois le phénomène de co-
hérence de phase établi, la phase de l’onde incohérente au centre du faisceau s’organise selon une
forme parabolique. La formation de cohérence de phase à longue portée est un phénomène ro-
buste qui apparaît pour de très faibles longueurs de propagation et qui se préserve au-delà de la
singularité de l’onde de choc.
Le mécanisme d’émergence de cohérence de phase est indépendant du signe de la non-linéarité
et de la forme de la réponse non-locale. Dans le régime focalisant, la principale différence par
rapport au régime défocalisant traité dans ce chapitre, c’est l’introduction d’un potentiel effectif
négatif V (r, z)< 0 qui entraîne une orientation du moment u(r, z) vers le centre du faisceau. Il en
résulte que les fluctuations de l’intensité sont compressées au cours de la propagation avec une
réduction de la longueur de cohérence par le facteur ∼ exp(−να|V0|z2).
De plus, nous avons vu qu’il est possible de transposer l’étude de l’émergence de cohérence
de phase spatiale au domaine temporel. Dans ce cas, une impulsion incohérente se propageant
dans un milieu non-linéaire à réponse lente développe dans le régime fortement non-linéaire une
cohérence de phase à longue portée. Nous pouvons remarquer que l’analyse décrivant l’établis-
sement de cohérence de phase qui a été étudiée séparément dans le domaine temporel et spatial
peut être généralisée au domaine spatio-temporel. Étant donné que les matériaux à réponse for-
tement non-locale exhibent en général une réponse non-linéaire lente, l’émergence de cohérence
de phase spatio-temporelle pourrait constituer une propriété générique de la propagation dans
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ces milieux.
Notons enfin que les ondes de chocs collectives incohérentes mises en évidence dans le do-
maine spatial en [50] peuvent également être transposées au domaine temporel. Cette étude est
reportée en détail en annexe C en relation avec le travail [54].
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Chapitre 5
Auto-Attraction de polarisation
Nous étudions dans ce chapitre l’effet d’attraction de polarisation lors de l’évolution de deux
ondes se propageant de manière contra-propagative dans une fibre optique. La dynamique spatio-
temporelle des ondes contra-propagatives relaxe vers un état stationnaire où se produit un phéno-
mène d’auto-polarisation. Cet effet est lié à la présence de singularités dans le système Hamiltonien
associé à l’état stationnaire. Le phénomène d’attraction de polarisation a été étudié dans différentes
configurations en considérant notamment l’injection en entrée de fibre d’une onde pompe polarisée
jouant le rôle d’attracteur pour l’onde sonde injectée à l’extrémité opposée de la fibre. Nous étendons
les travaux précédents au système de deux ondes partiellement non polarisées injectées simultané-
ment de part et d’autre de la fibre optique. Les ondes exhibent alors une organisation spontanée
de leurs états de polarisation vers deux pôles d’attraction juste au point milieu de la fibre, tandis
qu’elles retrouvent leurs états de polarisation aléatoires en sortie de fibre. Le phénomène d’attraction
de polarisation est ainsi « caché » au milieu de la fibre optique. Ce travail théorique et numérique
s’effectue dans le cadre d’expériences réalisées au sein même du laboratoire où nous avons considéré
deux types différents de fibres optiques : une fibre isotrope (pas de biréfringence) [81] et une fibre
utilisée dans les télécommunications optiques (biréfringence aléatoire) [189].
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5.1 Introduction
5.1.1 Description du cadre général
Au cours de cette thèse, nous avons reporté différents phénomènes d’auto-organisation d’ondes
incohérentes qui se caractérisent par la formation de structures cohérentes. Nous avons ainsi res-
pectivement observé dans les chapitres 2 et 3 la génération d’un pré-condensat et d’un condensat
visibles dans la distribution d’intensité. Dans un second temps, nous avons identifié un phéno-
mène de génération de cohérence de phase à longue portée dans le chapitre 4. Nous allons décrire
dans cette dernière partie un autre phénomène d’auto-organisation portant cette fois-ci sur l’état
de polarisation de l’onde. Le travail de ce chapitre porte sur l’étude du phénomène d’attraction
de polarisation d’ondes contra-propagatives dans une fibre optique. Nous schématisons cet effet
en Figure 5.1 qui se manifeste par la modification de l’état de polarisation (SOP : state of polariza-
tion) des ondes injectées aux extrémités opposées de la fibre, vers un SOP particulier en sortie de
fibre. Il est important de remarquer que les conditions aux bords de ce phénomène sont atypiques,
l’onde pompe et l’onde sonde sont injectées aux extrémités opposées de la fibre et se propagent
de manière contra-propagative. Comme discuté en introduction, ce processus est de forme diffé-
rente des précédents mécanismes d’auto-organisation puisque qu’il se produit dans un système
« ouvert » d’interactions d’ondes.
La dynamique de polarisation de deux faisceaux optiques contra-propagatifs dans un milieu
non-linéaire est à l’origine de nombreux effets physiques [190–199]. Dans ce cadre, le phénomène
d’attraction de polarisation a été identifié dans un premier temps dans une fibre optique isotrope
(sans biréfringence) [58, 64, 66, 68, 73, 80]. Dans un second temps, d’autres mécanismes d’attrac-
tions de polarisation ont été observés dans des fibres fortement biréfringentes [67, 69], faiblement
biréfringentes [200] à biréfringence aléatoire [68, 74, 75, 201–206]. Ces précédents travaux sont
basés sur l’utilisation d’une onde parfaitement polarisée, appelée onde pompe qui sert de SOP
de référence et joue le rôle d’attracteur, pour une onde sonde de polarisation arbitraire injectée à
l’extrémité opposée de la fibre. Plus récemment, il a été démontré la possibilité d’obtenir le phé-
nomène d’attraction de polarisation en absence de SOP de référence grâce à la mise en place d’un
mécanisme de rétroaction induit par un miroir [77, 78, 207]. Dans cette configuration, le faisceau
interagit avec sa propre réplique contra-propagative qui est produite par la réfexion d’un miroir
de Bragg ou avec l’aide d’une boucle rétroactive placée en sortie de fibre [77, 78, 207]. Ce dispositif
appelé « omni-polariseur » permet l’auto-organisation de l’état de polarisation d’une onde de SOP
quelconque vers un état de polarisation fixe et robuste.
Dans ce chapitre, nous allons étendre les précédentes études du phénomène d’attraction de
polarisation, à un système dans lequel nous considérons l’injection de deux ondes aléatoires, se
propageant de manière contra-propagative dans une fibre optique en absence de mécanisme de
rétroaction dû à un miroir. Nous obtenons alors un phénomène d’auto-organisation de la polari-
sation au milieu de la fibre, tandis que les ondes retrouvent leurs états de polarisation aléatoires
en sortie de fibre. Nous allons effectuer cette étude dans deux types différents de fibre : une fibre
isotrope et une fibre à biréfringence aléatoire. Dans un premier temps, nous considérerons une
fibre isotrope (IF : Isotropic fiber) dans laquelle l’attraction de polarisation se manifeste pour deux
ondes ne présentant aucune corrélation entre elles. Puis dans un second temps, nous étudierons
une fibre à biréfringence aléatoire (RBF : Randomly birefringent fiber), fibre qui est utilisée dans
les télécommunications optiques. Nous verrons que cette fibre conduit à une attraction de polari-
sation moins robuste qui nécessite une corrélation entre les deux ondes injectées.
5.1.2 Attraction de polarisation en sortie de la fibre
5.1.2.1 Présentation du phénomène
Le phénomène d’attraction de polarisation que nous considérons se manifeste lors de l’évo-
lution de deux ondes se propageant de manière contra-propagative dans une fibre optique mo-
nomode. Nous considérons le système représenté en Figure 5.1 dans lequel nous injectons aux
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Fibre optique Monomode
Polarisation initiale
de la pompe
Polarisation initiale
de la sonde
Evolution de la polarisation au cours de la contra-propagation des ondes
|
z=0 z=L
FIGURE 5.1 – Représentation schématique du phénomène d’attraction de polarisation : l’état de polarisation
de la sonde est attiré au cours de la propagation (de la droite à la gauche) vers l’état de polarisation de la
pompe, et inversement.
deux extrémités d’une fibre optique une onde pompe se propageant selon la direction de l’axe z
(z croissant) et une onde sonde se propageant en sens inverse (z décroissant). Dans notre étude,
les ondes pompe et sonde ont un état de polarisation quelconque, mais l’attraction de polarisa-
tion a été initialement découvert par l’utilisation d’une onde pompe de polarisation fixe jouant le
rôle d’attracteur pour l’onde sonde. Nous représentons les états de polarisation des ondes par le
formalisme des vecteurs de Stokes défini en Eq.(3.40), où l’état de polarisation de l’onde pompe
est décrit par P(t , z) = (P(1)(t , z),P(2)(t , z),P(3)(t , z)), et par S(t , z) pour l’onde sonde. Tout au long
de notre étude, nous représentons les vecteurs de Stokes décrivant les SOPs des ondes pompe et
sonde sur la sphère de Poincaré représentée en Figure 5.2. La dynamique des ondes pompe et
sonde est décrite par un modèle unidimensionnel de mélange à quatre ondes [146] en configura-
tion contra-propagative [65]. Le développement des équations couplées est effectué en détail dans
les thèses [208, 209]. Notons que nous avons négligé les effets de dispersion et la diffusion Raman
stimulée modifiant les ondes sur des distances de propagation plus grandes que la longueur de la
fibre considérée.
S(1)
S(2)
S(3)
FIGURE 5.2 – Représentation de l’état de polarisation sur la sphère de Poincaré : les pôles S(3) = ±1 carac-
térisent les états de polarisations circulaires gauche et droite , tandis que la plan de l’équateur (S(1)S(2))
correspond aux polarisations rectilignes et le reste de la sphère aux polarisations elliptiques.
L’évolution des SOPs de l’onde pompe et sonde dans une IF est décrite par les équations diffé-
rentielles couplées suivantes : 
∂P
∂
+ ∂P
∂ξ
= [P×Is P+P×Ii S],
∂S
∂
− ∂S
∂ξ
= [S×Is S+S×Ii P],
(5.1)
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où les vecteurs de Stokes (P,S) sont normalisés par leurs puissances respectives P0,S0. Nous avons
normalisé l’axe de propagation ξ = z/LNL par rapport à la longueur non-linéaire LNL = 1/(γP0) et
la variable temporelle = t/ NL par le temps non-linéaire NL = nc LNL/c, où nc caractérise l’in-
dice optique du cœur de la fibre. Les matrices diagonales sont décrites par Is = diag(−1,−1,0) et
Ii = diag(−2,−2,0) pour une fibre optique isotrope. Il est possible d’obtenir des équations simi-
laires pour décrire la dynamique des SOPs des ondes pompes et sondes dans d’autres types de
fibre optique (faiblement biréfringente, fortement biréfringente et aléatoirement biréfringente),
toutefois les matricesIs ,Ii prennent d’autres formes diagonales.
Le phénomène d’attraction de polarisation est lié à la relaxation du système spatio-temporel
Eq.(5.1) vers une solution stationnaire temporellement, i.e. après un certains temps les SOPs ne
dépendent plus que de la coordonnée de propagation z (ou ξ en notation normalisée). Une fois
que le système a atteint l’état stationnaire, l’état de polarisation de l’onde en sortie de la fibre
est conditionné par l’état de polarisation de l’onde contra-propagative en entrée opposée de la
fibre. Plus précisément, P(ξ= L) qui est libre dépend de la valeur imposée de S(ξ= L), et de même
S(ξ = 0) (libre) est directement relié à P(ξ = L) (fixe). Cet effet de relaxation vers un état station-
naire n’est pas systématique, il dépend du type de fibre considérée (isotrope, faiblement biréfrin-
gent, fortement biréfringent, ...) et des conditions initiales P(ξ = 0, ) et S(ξ = L, ). De plus, les
simulations numériques ont mis en évidence la nécessité de faire évoluer les conditions aux bords
de façon adiabatique ainsi que de considérer une longueur de fibre adéquate pour permettre au
système d’accumuler suffisamment d’effets non-linéaires tout en évitant des sources d’instabilités
lorsque la longueur de la fibre est trop grande. Toutefois il existe une autre condition essentielle
pour permettre l’apparition du phénomène d’attraction de polarisation : il faut que la dynamique
stationnaire possède un unique point fixe attractif et stable. L’étude du phénomène d’attraction
de polarisation est entièrement basée sur le comportement des trajectoires stationnaires que nous
effectuons dans le prochain paragraphe.
5.1.2.2 Explication du phénomène : approche géométrique
L’analyse du régime stationnaire de l’Eq.(5.1) est effectuée selon une approche qualifiée de
« géométrique » qui repose sur la réduction de l’espace des phases par la détermination des constan-
tes de mouvement [210]. Dans les situations où le système comprend autant de constantes de
mouvement que de degrés de liberté, nous pouvons appliquer le théorème d’Arnold-Liouville
qui indique que le système est intégrable et évolue nécessairement sur un tore, i.e. la dynamique
du système est caractérisée par des oscillations réversibles. Les nouvelles configurations d’auto-
attraction de polarisations que nous avons observées dans cette thèse sont basées sur les pré-
cédents travaux théoriques d’attraction de polarisation [64, 66, 69, 80, 209]. C’est pourquoi nous
allons brièvement reprendre l’étude du régime stationnaire dans la fibre isotrope développée dans
[66, 80, 209].
La dynamique stationnaire dans la fibre isotrope est donnée par :
∂P(1)
∂ξ
= P(3)P(2)+2P(3)S(2)
∂P(2)
∂ξ
=−P(3)P(1)−2P(3)S(1)
∂P(3)
∂ξ
= 2S(1)P(2)−2P(1)S(2)
et

∂S(1)
∂ξ
=−S(3)S(2)−2S(3)P(2)
∂S(2)
∂ξ
= S(3)S(1)+2S(3)P(1)
∂S(3)
∂ξ
= 2S(1)P(2)−2P(1)S(2)
. (5.2)
Nous pouvons écrire l’Hamiltonien de ce système qui prend la forme :
H= 2(P(1)S(1)+P(2)S(2))− 1
2
(P(3)P(3)+S(3)S(3)). (5.3)
Le système Eq.(5.2) peut alors être réécrit sous la forme d’équations Hamiltoniennes :
∂P(i )
∂ξ
= {P(i ),H} et∂S
(i )
∂ξ
= {S(i ),H}, (5.4)
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(a)
(b) (c)
(d) (e)
FIGURE 5.3 – Exemples de tores de dimension deux plongés dans un espace de dimension trois. Ces tores
correspondent aux surfaces sur lesquelles se déroulent la dynamique de systèmes à deux degrés de libertés.
Le tore régulier (a) est la structure décrivant l’évolution d’un système intégrable dans le sens d’Arnold-
Liouville. Nous avons représenté des tores singuliers : le tore simplement pincé (b), doublement pincé
(c), enroulé (d) et le bitore (e) où les points et lignes non dérivables sont illustrés en bleu. Ces tores sont
des structures de l’espace des phases qui correspondent aux valeurs non régulières du théorème d’Arnold-
Liouville.
avec {., .} les crochets de Poisson 1. Les relations de permutations peuvent s’écrire {P(i ),P( j )}= ²i j k
et {S(i ),S( j )}=−²i j k , avec ²i j k le tenseur de Levi-Civita. Notons que le signe moins dans le crochet
de Poisson pour l’onde sonde provient de la nature contra-propagative de l’onde sonde. Nous
pouvons remarquer que le système comprend la constante du mouvement K = P(3)−S(3), i.e. K est
conservée au cours de la propagation ce qui peut s’écrire comme {H,K}= 0.
Nous allons maintenant appliquer la réduction singulière de l’espace des phases constituée
par les deux sphères de Stokes S2 × S2, pour obtenir un espace des phases de dimensions plus
petites. Pour cela, nous réduisons l’espace des phases par rapport à la constante du mouvement
K, ce qui signifie que nous devons réécrire le système Eq.(5.2) sous le flot de K :
∂P(i )
∂ξ
= {P(i ),K} et ∂S
(i )
∂ξ
= {S(i ),K}. (5.5)
Les équations différentielles associées au flot de K prennent la forme :
P˙(1) =−P(2)
P˙(2) = P(1)
P˙(3) = 0
et

S˙(1) =−S(2)
S˙(2) = S(1)
S˙(3) = 0
. (5.6)
Ces équations décrivent alors des rotations simultanées de P et S autour de l’axe z (polarisa-
tion circulaire) avec la même fréquence angulaire. Le principe de la théorie de la réduction est
de s’affranchir de ces dynamiques de rotation triviales en les projetant sur un point dans l’es-
pace des phases. Les variables de l’espace des phases réduit doivent être invariantes avec le sys-
tème Eq.(5.6), i.e. elles commutent avec K suivant les crochets de Poisson. Nous appelons ces va-
riables les polynômes (x0, x1, x2, x3) qui sont invariants sous le flot de K. Ces polynômes invariants
1. Le crochet de Poisson entre deux variables A et B est défini comme : {A,B} = ∑Ni=1 ∂A∂qi ∂B∂pi − ∂A∂pi ∂B∂qi , où les 2N
variables canoniques sont les N coordonnées généralisées {qi }i=1,...,N et les N moments conjugués {pi }i=1,...,N. Dans
notre système, les coordonnées canoniques pour l’onde pompe peuvent être obtenues dans le référentiel cylindrique
(ellipticité : Ip et l’azimut : φp ) par P(1) =
√
P20 − Ip cosφp ,P(2) =
√
P20 − Ip sinφp ,P(3) = Ip et de même pour l’onde
sonde.
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peuvent s’écrire comme : 
x0 =K = P(3)−S(3)
x1 = P(3)+S(3)
x2 =P.S
x3 = P(1)S(2)−P(2)S(1)
. (5.7)
Ces polynômes sont reliés par l’équation :
x23 +
(
x2− 1
4
(x20 −x21)
)2
−
(
S20−
1
4
(x0+x1)2
)(
J20−
1
4
(x0−x1)2
)
= 0, (5.8)
avec la contrainte−(S0+P0)6 x16 S0+P0, qui provient de la définition des coordonnées de Stokes.
Nous pouvons alors réécrire l’Hamiltonien du système selon les polynômes invariants comme :
H= 2x2+ 1
4
x20 −
3
4
x21 . (5.9)
Pour une valeur de K fixée, l’équation (5.7) définit une surface dans l’espace (x1, x2, x3) que nous
appelons espace des phases réduit. Pour une valeur donnée de H, l’équation (5.9) définit une
deuxième surface. La dynamique du système est alors donnée par l’ensemble défini par l’intersec-
tion de ces deux surfaces. Pour obtenir la dynamique dans l’espace des phases initial, nous devons
faire le produit Cartésien de la dynamique réduite (intersection des deux surfaces) par un cercle
provenant des équations (5.6). Par exemple, si la dynamique s’effectue sur un cercle dans l’espace
des phases réduit, le produit Cartésien avec un second cercle conduit à une évolution du système
sur un tore régulier à deux dimensions. Toutefois cette analyse est vraie uniquement lorsque la
surface de l’espace des phases est lisse. Il peut exister des points qui ne sont pas dérivables, alors
ces points ne correspondent pas à un cercle dans l’espace des phases complet mais à des points
singuliers. Le système n’évolue alors plus sur un tore régulier mais un tore singulier, où la dy-
namique est décrite par des trajectoires de période infinie. Nous remarquons dans la Figure 5.4
que notre système comporte deux points singuliers aux coordonnées (x1 =±2, x2 = 1, x3 = 0) pour
K = 0. Ces points correspondent à la valeur de l’Hamiltonien H = −1. Ainsi, si le système station-
naire est caractérisé par les paramètres (H = −1,K = 0), alors la dynamique de celui-ci évolue sur
un tore doublement pincé illustré en Figure 5.3(c). En analysant l’intersection des deux surfaces,
nous pouvons voir qu’il existe un seul couple (H,K) pour lequel l’intersection possède des points
non dérivables. Il est possible de résumer ce résultat dans le « diagramme énergie-moment » re-
présenté en Figure 5.5, dont les deux axes correspondent aux valeurs de K et de H. Chaque point de
ce diagramme est associé à un tore régulier ou pincé. Nous ne présentons pas ici la dérivation des
équations décrivant les bords du diagramme, ce développement est effectué dans la thèse [209].
Comme annoncé, nous pouvons noter que l’ensemble de toutes les dynamiques possibles du ré-
gime stationnaire dans la IF comprend l’unique couple (H=−1,K = 0) pour lequel la dynamique
du système évolue sur un tore pincé, conduisant à des trajectoires de périodes infinies.
Le diagramme énergie-moment nous permet de conclure que le système comprend une unique
solution stationnaire monotone (trajectoire de période infinie) pour le couple (H = −1,K = 0).
Pour décrire le phénomène d’attraction de polarisation nous avons besoin de faire la conjecture
suivante : « Les trajectoires stables vers lesquelles le système spatio-temporel relaxe sont mono-
tones ». Ce qui revient à supposer que le système évolue temporellement vers les tores singuliers,
en l’occurrence vers le tore doublement pincé pour la fibre isotrope. Bien que cette conjecture
ait été confirmée dans de nombreux exemples (fibre isotrope, fortement biréfringente, ...), elle n’a
pas encore été démontrée. D’après cette conjecture nous pouvons très facilement comprendre
l’attraction de polarisation. En prenant l’exemple d’une onde pompe d’ellipticité P(3)(ξ = 0) = Ip
en entrée de fibre, alors puisque K = P(3)− S(3) = 0 et H = −1, nous pouvons en conclure que la
polarisation de la sonde en entrée de fibre possède la même ellipticité S(3)(ξ = 0) = Ip . De plus il
est possible de montrer que l’azimut de l’onde sonde φs est relié à l’azimut de l’onde pompe φp
par la relation :
φs =φp ± 2pi
3
. (5.10)
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FIGURE 5.4 – Représentation des espaces des phases : (a) projection dans le plan (x1, x2, x3 = 0) de l’espace
des phases réduit (bleu) et de la surface Hamiltonienne (rouge) avec une représentation 3D en (b) pour
H=−1,K = 0,S0 = J0 = 1. L’intersection des deux surfaces comporte deux points non lisses aux coordonnées
(x1 =±2, x2 = 1, x3 = 0), qui sont représentés en vert.
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H
FIGURE 5.5 – Diagramme énergie-moment : représentation de l’ensemble des solutions stationnaires que
nous pouvons caractériser par le couple (H,K). Chaque point du diagramme est associé à une dynamique
du système sur un tore régulier (région grise), sur un cercle (ligne et points bleus) et sur un tore doublement
pincé (point rouge).
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Ainsi l’état de polarisation de l’onde sonde à ξ = 0 ne dépend pas de sa condition initiale à ξ = L
mais uniquement de la condition initiale de l’onde pompe à ξ= 0. De plus, puisque le système est
symétrique, nous pouvons affirmer que l’état de polarisation de la pompe à ξ = L ne dépend que
de l’état de polarisation de la sonde à ξ= L.
Nous confirmons ce résultat par les simulations numériques présentées en Figure 5.6 où nous
avons considéré l’évolution de 256 SOPs aléatoires pour l’onde sonde S(ξ = L) avec une onde
pompe de SOP fixe P(ξ= 0) en entrée opposée de la fibre. Nous remarquons qu’une fois que l’état
stationnaire est atteint par le système (P(ξ,τ),S(ξ,τ)), l’état de polarisation de l’onde sonde est at-
tirée en sortie de fibre vers deux états de polarisations spécifiques dont l’ellipticité est celle de la
pompe, et l’azimut φs est relié à l’azimut de la pompe φp par la relation Eq.(5.10) prédite théori-
quement.
Fibre optique Monomode
|
z=0 z=LPolarisation initiale
de la pompe
Polarisations finales
de la sonde
Polarisations initiales
de la sonde
(a) (b)
−1 −0.5 0 0.5 1
−1
−0.5
0
0.5
1
S(1)
S(
2
)
S(z=L) S(z=0) P(z=0)
(c)
+ 2pi
3
− 2pi
3
FIGURE 5.6 – Illustration du phénomène d’attraction de polarisation : Simulation numérique dans une IF
du système spatio-temporel décrit par les équations (5.1) dans lequel nous considérons l’injection de 256
SOPs aléatoires pour l’onde sonde S(ξ = L) (bleu) en (b), avec une onde pompe de SOP fixe P(ξ = 0) (vert)
en (a). Quel que soit l’état de polarisation initial de la sonde S(ξ= L) , celle-ci est attirée vers deux états de
polarisations spécifiques S(ξ = 0) (a) correspondant aux deux points rouges. (c) Représentation des SOPs
suivant le plan de polarisations linéaires (S(1)S(2)). Nous avons considéré une fibre de longueur L= 4LNL.
5.2 Attraction de polarisation au milieu d’une fibre isotrope
5.2.1 Système étudié
Nous considérons dans un premier temps le phénomène d’auto-attraction de polarisation qui
a lieu dans une IF idéale (absence de biréfringence). La dynamique spatio-temporelle de l’onde
pompe et sonde est décrite par le système Eq.(5.1) avec les matrices diagonalesIs = diag(−1,−1,0)
etIi = diag(−2,−2,0). Nous considérons deux champs partiellement polarisés caractérisés par les
conditions aux limites P(ξ = 0, ) et S(ξ = L, ) qui sont injectés aux deux extrémités opposées de
la fibre de longueur L. Les faisceaux partiellement polarisés sont définis comme des ondes pola-
risées dont l’état de polarisation fluctue temporellement sur la surface de la sphère de Poincaré
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avec un temps de cohérence τc 2. Pour cela nous générons numériquement des fonctions aléa-
toires complexes de temps de cohérence τc , correspondant aux composantes de polarisation li-
néaires de l’onde pompe APx,y ( ) et de la sonde A
S
x,y ( ). Puis nous exprimons les évolutions des
composantes linéaires selon les vecteurs de Stokes que nous normalisons par leurs puissances
respectives (P0,S0), i.e. les vecteurs de Stokes (P( ),S( )) exhibent une évolution aléatoire sur la
surface de la sphère de Poincaré de rayon constant P0 et S0. Nous considérons dans toutes les si-
mulations numériques ainsi qu’expérimentalement l’injection d’ondes pompe et sonde décorré-
lées dans l’étude du phénomène d’attraction de polarisation dans la fibre isotrope, contrairement
à la fibre de biréfringence aléatoire où l’apparition de ce phénomène nécessite une corrélation
particulière entre les deux ondes.
5.2.2 Simulations numériques
5.2.2.1 Observation de l’attraction au milieu de la fibre
Nous présentons en Figure 5.7 la simulation numérique du système Eq.(5.1) décrivant la dy-
namique de contra-propagation des ondes partiellement polarisées P(ξ, ) et S(ξ, ) injectées res-
pectivement à ξ = 0 et ξ = L. Nous considérons une fibre de longueur L = 200m (correspondant
typiquement à L= 4LNL) avec des ondes aléatoires P(ξ= 0, ) et S(ξ= L, ) décorrélées de temps de
cohérence τc = 60µs. Notons que ce temps de cohérence est plus important que le temps d’aller-
retour dans la fibre τaller-retour = 2µs, ce qui signifie que la dynamique spatio-temporelle est proche
d’un régime quasi-stationnaire [66, 80, 209]. Nous pouvons remarquer que la dynamique de po-
larisation est profondément modifiée par les interactions non-linéaires : alors que les SOPs des
champs injectés fluctuent de manière aléatoire sur la sphère de Poincaré, les SOPs des deux ondes
sont attirés vers les deux pôles caractérisant l’état de polarisation circulaire (gauche et droite) au
milieu de la fibre. Puis les deux ondes retrouvent leurs caractères aléatoires en sortie de fibre. Le
phénomène d’auto-attraction est alors « caché » dans le sens où le phénomène se manifeste uni-
quement au milieu de la fibre.
5.2.2.2 Efficacité de l’attraction de polarisation
Maintenant que nous avons identifié une nouvelle configuration du phénomène d’attraction
sans avoir recours à une onde de référence parfaitement polarisée, nous souhaitons étudier l’ef-
ficacité de ce processus d’auto-organisation en fonction du temps de cohérence τc des ondes
injectées initialement. Pour cela, nous pouvons utiliser le degré de polarisation (DOP :Degree of
polarization) qui est défini usuellement par DOP =
√∑3
i=1 〈P(i )〉/〈P(0)〉, où 〈.〉 correspond à une
moyenne temporelle. Toutefois cette mesure n’est pas appropriée pour étudier le phénomène d’at-
traction de polarisation aux deux pôles car les moyennes des vecteurs de Stokes tendent vers zéro
〈P(i )〉 → 0, ce qui conduit à un DOP négligeable. C’est pourquoi nous considérons une définition
géométrique du degré de polarisation (GDOP : Geometric degree of polarization) :
GDOP = 1−A /4pi (5.11)
oùA correspond à l’aire recouvert sur la sphère de Poincaré [63]. Cette définition géométrique du
DOP a été également développée pour des études en optique quantique [211]. Dans notre situa-
tion, un champ parfaitement polarisée (dépolarisé) est caractérisé par une aire A = 0 (A = 4pi),
conduisant à la définition usuelle GDOP = 1 (GDOP = 0). En Figure 5.8 nous illustrons l’influence
du temps de cohérence τc sur le phénomène d’auto-attraction de polarisation. Nous pouvons
alors constater en Figure 5.8(a) une augmentation graduelle du GDOP au cours de la propagation
jusqu’à une valeur maximum à ξ= L/2. Toutefois, la valeur maximum du GDOP n’est pas obtenue
uniquement à ξ = L/2 mais aussi pour d’autres déplacements autour de cette position. L’effica-
cité de l’attraction de polarisation est donc optimum au milieu de la fibre, mais nous pouvons
2. Le temps τc caractérise le temps pour lequel l’état de polarisation de l’onde a évolué de manière significative, i.e.
a effectué « un demi tour » sur la sphère.
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FIGURE 5.7 – Phénomène d’auto-attraction de polarisation : Simulation numérique dans une IF du système
spatio-temporel décrit par les équations (5.1) dans lequel nous considérons l’évolution d’ondes partielle-
ment polarisées P(ξ = 0, ) et S(ξ = L, ) injectées respectivement à ξ = 0 et ξ = L. Nous représentons les
SOPs de l’onde pompe (ligne du dessous) et sonde (ligne du dessus) en entrée (bleu), au milieu (vert) et en
sortie (rouge) de la fibre optique. Les paramètres numériques sont : L= 200m= 4LNL et τc = 60µs.
aussi observer un phénomène d’attraction pour d’autres positions proches du milieu de la fibre.
En effet nous pouvons constater en Figure 5.10 que l’attraction vers les polarisations circulaires
gauche et droite s’effectue sur la plage ξ ∈ [L/4,3L/4]. Nous remarquons en Figure 5.8(a)-5.8(b)
que le GDOP augmente avec l’allongement du temps de cohérence τc et tends finalement à saturer
pour des valeurs de temps de cohérence supérieur à τc & 60µs. Nous avons représenté l’évolution
du GDOP pour l’onde pompe P(ξ, ), mais nous obtenons les même résultats pour l’onde sonde
S(ξ, ) puisque le système est parfaitement symétrique dans la mesure où nous injectons des
ondes de même puissance S0 = P0 et de même temps de cohérence τc . L’effet d’attraction de po-
larisation provient des interactions non-linéaires entres les deux ondes contra-propagatives dans
la fibre de longueur L, ainsi le temps de cohérence minimal requis est naturellement connecté au
temps de propagation dans la fibre (temps d’aller retour τaller-retour = 2µs). Cette étude confirme
l’importance d’être en régime quasi-stationnaire pour obtenir l’attraction de polarisation [75], i.e.
la polarisation des ondes injectées P(ξ= 0, ) et S(ξ= L, ) doit être fixe au cours du temps. Toute-
fois nous pouvons remarquer également la robustesse du phénomène, l’efficacité de l’attraction
diminue graduellement et non brusquement avec la diminution du temps de cohérence de l’onde.
Nous pouvons analyser l’auto-attraction de polarisation selon une approche statistique par
l’étude de la distribution des fluctuations des ondes. Pour cela nous représentons en Figure 5.9
la fonction de densité de probabilité (PDF : Probability Function Density) pour chacune des com-
posantes de l’onde pompe à différentes positions ξ. Nous observons alors que les distributions
des fluctuations à l’entrée ξ = 0 et à la sortie ξ = L de la fibre sont homogènes pour les trois com-
posantes
(
P(1)(t ),P(2)(t ),P(3)(t )
)
. Puis au cours de la propagation de l’onde, les PDFs exhibent un
rétrécissement significatif près du milieu de la fibre ξ= L/2 : tandis que les PDFs des composantes
de polarisation linéaires P(1) et P(2) sont concentrés autour de zéro, la PDF de la polarisation cir-
culaire P(3) augmente et sature près des deux valeurs extrêmes ±1. Notons que nous observons le
même comportement si nous étudions l’évolution des fluctuations de l’onde sonde. L’attraction
de polarisation se caractérise par une augmentation du degré de polarisation, mais est aussi mar-
quée par une modification importante des distributions de fluctuations des ondes au milieu de la
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FIGURE 5.8 – Étude de l’efficacité de l’attraction de polarisation dans une IF : (a) Évolution du GDOP au
cours de la propagation ξ pour l’onde pompe partiellement polarisée caractérisée par un temps de cohé-
rence τc = 24µs (tirets bleus), τc = 60µs (pointillés rouges) et τc = 120µs (vert). Influence du temps de co-
hérence τc sur le GDOP à ξ= 0 (noir), à ξ= L/2 (bleu) et à ξ= L (cercles rouges). Les paramètres numériques
sont identiques à ceux en Figure 5.7.
fibre ξ= L/2, tandis que les ondes retrouvent leurs caractères aléatoires en sortie de fibre.
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FIGURE 5.9 – Évolution en fonction de la position ξ des PDFs des trois composantes de polarisation P(1) en
(a), P(2) en (b) et P(3) en (c) pour l’onde pompe. Étude menée à partir de la simulation représentée en Figure
5.7. (d) Correspond à un zoom de la PDF de P(3) en (c).
5.2.2.3 Explication du phénomène
Comme discuté en introduction de ce chapitre, nous supposons que le système relaxe tempo-
rellement vers une dynamique stationnaire décrite par le couple (H = −1,K = 0). Dans chacune
des différentes conditions initiales que nous considérons dans les simulations numériques, nous
remarquons que le système relaxe toujours à proximité du couple (H=−1,K = 0) où la dynamique
spatiale évolue sur un tore doublement pincé. Il est alors important de noter que les deux points
singuliers du tore possèdent la particularité d’être hyperboliques. La trajectoire sur le tore dou-
blement pincé est donc monotone dans le sens où la période d’oscillation est infinie. Puisque le
système spatio-temporel relaxe vers une dynamique proche de ce tore singulier, la période des
trajectoires s’allonge de manière très importante. Les SOPs des ondes pompe et sonde sont ainsi
attirés sur une grande longueur par l’un de ces deux points hyperboliques qui correspondent aux
polarisations circulaires droite et gauche. C’est donc l’existence d’un tore singulier dans le dia-
gramme énergie moment qui entraîne nécessairement une attraction vers les polarisations circu-
laires pour les positions z proche du milieu de la fibre L/2, ce que nous pouvons observer en Figure
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5.10.
Les simulations que nous avons discutées précédemment concernent l’injection d’ondes dont
l’état de polarisation évolue temporellement. Dans la mesure où le temps de cohérence τc est
suffisamment grand devant le temps de relaxation vers le tore pincé, le système est en mesure
de suivre approximativement le comportement stationnaire. Il est alors nécessaire que l’évolution
des SOPs des ondes soient plus lentes que le temps de relaxation pour conserver le phénomène
d’auto-attraction de polarisation.
0 L/4 L/2 3L/4 L
-1
0
1
ξ
P
(3
)
FIGURE 5.10 – Solution stationnaire de la composante circulaire de la pompe P(3)(ξ) dans une IF pour diffé-
rentes conditions initiales. Les trajectoires attirées vers les pôles nord et sud sont respectivement tracées en
rouge et bleu. Nous avons représentés schématiquement les trajectoires correspondantes sur le tore dou-
blement pincé où les points hyperboliques sont indiqués par un point noir. L’état stationnaire est obtenu
après la relaxation temporelle du système spatio-temporelle
(
P(ξ, ),S(ξ, )
)
où nous avons considéré qua-
rante conditions initiales
(
P(ξ = 0, ),S(ξ = L, )) différentes. Nous avons considérés une fibre de longueur
L= 200m= 4LNL.
5.2.3 Observations expérimentales
Maintenant que nous avons mis en évidence numériquement et théoriquement une nouvelle
configuration de l’attraction de polarisation, nous pouvons nous intéresser à ce phénomène d’un
point de vue expérimental. En relation avec l’équipe SLCO (Soliton, Lasers et Communications
Optiques) de notre laboratoire (ICB, Dijon), Nicolas Berti et Julien Fatome ont implémenté l’expé-
rience représenté schématiquement en Figure 5.11. Contrairement aux simulations numériques
où nous avons considéré des ondes dont l’état de polarisation fluctue temporellement, il a été
considéré expérimentalement des impulsions complètements polarisées, i.e. de SOP fixe au cours
du temps, mais où chaque impulsion est caractérisée par un SOP aléatoire et décorrélé, ce qui
place l’expérience en régime quasi-stationnaire. Une fibre optique de longueur L= 200m est utili-
sée, qui a été produite avec un processus de rotation particulier durant l’étape d’étirage, minimi-
sant la présence de biréfringence. De plus, la fibre a été enroulé soigneusement sur un anneau de
diamètre D= 2m pour prévenir des sources additionnelles de biréfringence. Ce point est très déli-
cat car nous avons considéré une fibre isotrope (sans biréfringence), c’est pourquoi il a été consi-
déré une fibre de courte longueur afin de minimiser la présence de biréfringence. Toutefois, il est
alors nécessaire d’utiliser des impulsions au lieu d’ondes continues de manière à avoir un nombre
de longueurs non-linéaires suffisamment important dans la fibre. C’est ainsi qu’il a été généré des
impulsions de profil rectangulaire de largeur 5µs avec un taux de répétition de 5kHz. Nous avons
vérifié numériquement qu’une impulsion de durée 5µs est suffisante pour observer le phénomène
d’attraction de polarisation, bien que plusieurs dizaines de µs sont nécessaires pour avoir une
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augmentation importante du GDOP pour des ondes partiellement polarisées. Après la première
étape de génération des impulsions, celles-ci sont divisées en deux ondes par un coupleur 50/50
pour générer les deux ondes contra-propagatives P et S. Finalement, les SOPs des ondes pompes
et sondes sont contrôlés indépendamment et aléatoirement par deux brouilleurs de polarisation
avant la dernière étape d’amplification (EDFA2 et EDFA3). Ce procédé expérimental permet d’ob-
tenir des impulsions polarisées, de SOPs aléatoires et indépendants entre les ondes pompes et
sondes, avec une puissance crête P = 4,5W conduisant à L ' 3LNL dans la fibre. Afin d’obtenir
les ondes pompe et sonde aux extrémités de la fibre, il a été utilisé des circulateurs, tandis que
le coupleur 99/1 permet de prélever une partie des champs sans altérer le processus d’attraction
de polarisation. Les états de polarisation des ondes aux différentes positions dans la fibre sont
déterminés par un polarimètre. Notons que la fibre considérée est de type « Truewave HD » qui
est caractérisée par un paramètre de dispersion chromatique D=−14,5ps/(km·nm) conduisant à
des effets de dispersion négligeables pour les impulsions considérés. De plus la fibre possède un
coefficient non-linéaire γ= 2.5W−1km−1 et des pertes linéaires de 0.2 dB/km.
Il est important de noter que nous avons négligé la diffusion Brillouin stimulée (SBS :Stimula-
ted Brillouin Scattering) qui met en jeux une interaction photons/phonons acoustiques à travers
des processus d’électrostriction [146]. La SBS conduit à la génération d’ondes Stokes et anti-Stokes
décalées spectralement, évoluant de manière contra-propagatives par rapport à l’onde pompe. De
plus, comme la puissance de l’onde Stokes croit exponentiellement pour un seuil de puissance re-
lativement faible pour des ondes continues, la SBS peut devenir un phénomène néfaste diminuant
la puissance de l’onde pompe. Nous pouvons toutefois supprimer cet effet par une modulation de
phase de l’onde avant son injection dans la fibre. C’est pourquoi il a été considéré expérimentale-
ment une source d’émission spontanée amplifiée générant des ondes caractérisées par de faibles
fluctuations de phases et d’intensités permettant d’atténuer considérablement la SBS.
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FIGURE 5.11 – Schéma expérimental : la génération des impulsions de différents SOPs est présentée par la
première ligne, tandis que la seconde ligne correspond à l’étude du phénomène d’attraction de polarisa-
tion. Les impulsions au milieu de la fibre sont obtenues par un coupleur 99/1 et par les circulateurs aux
extrémités, où les SOPs sont mesurés par un polarimètre. Les acronymes correspondent à : ASE, émission
spontanée amplifiée ; Pol, polariseur ; OBPF, filtre optique passe-bande de 100GHz ; IM, modulateur d’in-
tensité ; AWG, générateur de profil ; PC, contrôleur de polarisation; EDFA, amplificateur fibré ; PS, brouilleur
de polarisation.
La Figure 5.12 présente les résultats obtenus expérimentalement. Les SOP ont été enregistrés
à l’entrée, à la sortie et au milieu de la fibre pour 256 conditions initiales de différents SOPs recou-
vrant toute la sphère de Poincaré. Comme nous pouvons le constater, en contraste avec les SOPs
des ondes injectées, les états de polarisation au milieu de la fibre pour les deux ondes s’organisent
autour de deux bassins d’attraction, tandis qu’ils retrouvent leurs caractères aléatoires en sortie
de fibre. Il est important de noter que la mesure des SOPs est effectuée avec un polarimètre qui
ne permet pas de connaître l’état de polarisation sur une sphère de Poincaré orientée mais per-
met d’avoir uniquement une position relative. En effet l’état de polarisation est représenté par le
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polarimètre sur une sphère dont il n’est pas possible de connaître la position absolue des pôles.
Ceci est dû au fait de la présence d’une rotation aléatoire non-contrôlée dans la fibre connectant
le polarimètre et le coupleur 99/1. Le polarimètre a l’avantage d’être un outil de mesure rapide et
pratique, alors qu’une mesure « exacte » de l’état de polarisation est plus contraignante à mettre en
place (elle requière une mesure de 6 intensités différentes). Ainsi les sphères ont été arbitrairement
orientées afin de faire correspondre les deux bassins d’attractions aux deux pôles de polarisations
circulaires, comme prédit par les études théoriques et numériques.
P(1) P(1) P(1)
P(2) P(2) P(2)
P(3) P(3) P(3)
S(1) S(1) S(1)
S(2) S(2) S(2)
S(3) S(3) S(3)
L/2 L/2
Entrée Milieu Sortie
Sortie Milieu Entrée
FIGURE 5.12 – Observation expérimentale de l’auto-attraction de polarisation : représentation des SOPs de
l’onde pompe (ligne du dessous) et sonde (ligne du dessus) en entrée (bleu), au milieu (vert) et en sor-
tie (rouge) de la fibre optique où il a été injectée 256 impulsions de profil rectangulaire de largeur 5µs de
différentes SOPs dans une fibre de longueur L= 200m.
De manière similaire aux études numériques, nous pouvons étudier expérimentalement l’évo-
lution des PDFs que nous présentons en Figure 5.13. Nous remarquons alors un comportement
similaire aux simulations numériques : les PDFs des composantes de polarisations linéaires P(1)
et P(2) s’organisent autour de zéro au milieu de la fibre, alors que la PDF de P(3) se concentre aux
valeurs extrêmes ±1.
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FIGURE 5.13 – PDFs expérimentales des trois composantes de polarisation P(1) en (a), P(2) en (b) et P(3) en
(c) pour l’onde pompe enregistré eà l’entrée (bleu) et au milieu (vert) de la fibre. Étude menée à partir des
résultats expérimentaux présentées en Figure 5.12.
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5.3 Attraction de polarisation au milieu d’une fibre à biréfringence aléa-
toire
5.3.1 Système étudié
Nous étudions dans cette seconde partie le phénomène d’attraction de polarisation lors de
la contra-propagation d’ondes dans une fibre de grande longueur (plusieurs kilomètres), contrai-
rement à la situation précédente où nous avons considéré une fibre isotrope de courte longueur
(L = 200m). Comme discuté en chapitre 3, il est connu que les fibres de très grandes longueurs
telles que celles utilisées dans les télécommunications optiques, sont caractérisées par des fluc-
tuations aléatoires de biréfringence tout au long de la fibre, qui proviennent de facteurs externes
tels des torsions et des courbures. Dans la limite où la longueur de corrélation de ces fluctuations
lβ est beaucoup plus petite que la longueur non-linéaire LNL et la longueur de la fibre L, alors la
biréfringence aléatoire résiduelle peut être moyennée dans le modèle théorique. Ceci peut être
montré en généralisant au cas contra-propagatif l’approche initialement développée par Wai et
Menyuk pour le cas où une seule onde se propage dans une fibre à biréfringence aléatoire, ce
qui a notamment permis de réduire l’équation NLS stochastique au système vectoriel NLS com-
plètement intégrable (type Manakov) [212]. En suivant une approche analogue, il a été montré
en [68] que la dynamique spatio-temporelle des ondes pompe et sonde contra-propagatives est
gouvernée par le système déterministe d’équation (5.1), avec les matrices diagonales Is = 0 et
Ii = diag(−1,−1,1). Nous avons vu dans la section précédente que le phénomène d’attraction
de polarisation a lieu en régime quasi-stationnaire dans lequel la dynamique spatio-temporelle
relaxe vers une solution stationnaire. C’est pourquoi nous allons considérer l’injection aux extré-
mités opposées de la fibre d’une onde pompe P(ξ= 0) et sonde S(ξ= L) toutes deux parfaitement
polarisées, i.e. de SOP fixe temporellement. Puis nous réitérons cette procédure de nombreuses
fois pour d’autres états de polarisations initiaux (P(ξ = 0),S(ξ = L)), afin d’étudier l’ensemble des
conditions initiales possibles pour le système optique.
Les précédentes études [69, 80, 209] de la dynamique stationnaire d’ondes contra-propagatives
dans une RBF révèle l’absence de points hyperboliques parmi l’ensemble de toutes les solutions
stationnaires du système. Ainsi le phénomène d’attraction de polarisation dans une RBF est moins
robuste que dans une IF. C’est pourquoi nous considérons l’injection d’ondes de mêmes états de
polarisation aux deux extrémités opposées de la fibre P(ξ = 0) = S(ξ = L) . Nous allons toutefois
montrer qu’il est possible d’obtenir le phénomène d’attraction pour des ondes pompes et sondes
présentant une relation particulière entre elles, de la forme S(ξ = L) = ρTP(ξ = 0) où ρ ' 1 corres-
pond à un éventuel ratio de puissance entre les deux faisceaux, et T une rotation ou une réflexion
par rapport à un plan de l’état de polarisation de l’onde pompe initiale.
5.3.2 Analyse du processus d’attraction
5.3.2.1 Simulations numériques
Nous représentons en Figure 5.14 l’évolution d’ondes polarisées dans une RBF d’après les
équations (5.1) où nous avons considéré l’injection aux extrémités de la fibre des mêmes impul-
sions polarisées P(ξ= 0, )= S(ξ= L, ). Nous simulons la dynamique de 64 différents SOPs repar-
tis uniformément sur la sphère de Poincaré et nous représentons les SOPs en entrée, au milieu et
à la sortie de la fibre une fois que le système a atteint le régime stationnaire. Bien que le système
relaxe vers une solution stationnaire différente pour chaque condition initiale, nous pouvons re-
marquer que chacune des solutions passe près des états de polarisation circulaire. Comme dis-
cuté pour la IF, le phénomène spontané d’auto-organisation semble caché au centre de la fibre
puisque les deux ondes retrouvent leurs caractères aléatoires à leurs sorties respectives. Cette
étude numérique révèle que l’attraction de polarisation s’effectue au pôle nord si la condition
initiale P(ξ = 0, ) se trouve dans l’hémisphère nord de la sphère de Poincaré, et inversement, au
pôle sud si la condition initiale P(ξ = 0, ) se trouve dans l’hémisphère sud. Ainsi, lorsque nous
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considérons des ondes initialement caractérisées par des SOPs sur le plan équatorial, ces condi-
tions initiales spécifiques ne sont pas attirées au milieu de la fibre vers les pôles mais continuent
à évoluer temporellement, i.e. nous perdons la relaxation temporelle du système vers une dyna-
mique stationnaire. Nous pouvons aussi noter le comportement symétrique entre les deux ondes,
une fois que le système a atteint le régime stationnaire, l’analyse théorique [80, 209] et numérique
révèle que la dynamique des ondes pompes et sondes suivent pratiquement la même trajectoire
P(ξ)≈Ii S(ξ) oùIi = diag(−1,−1,1).
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FIGURE 5.14 – Phénomène d’auto-attraction de polarisation : Simulation numérique dans une RBF du sys-
tème spatio-temporelle décrit par les équations (5.1) dans lequel nous considérons l’injection aux extré-
mités de la fibre des mêmes ondes polarisées P(ξ = 0, ) = S(ξ = L, ). Nous représentons les SOPs de
l’onde pompe (ligne du dessous) et sonde (ligne du dessus) en entrée (bleu), au milieu (vert) et en sortie
(rouge) de la fibre optique. Nous considérons 64 impulsions de différents SOPs dans une fibre de lon-
gueur L = 10km = 15LNL avec des ondes de puissance P0 = S0 = 600mW et un coefficient non-linéaire
γ= 2.5km−1W−1.
Le processus d’auto-polarisation résulte des interactions non-linéaires entre les ondes pompe
et sonde. Il est alors intéressant d’étudier l’efficacité de ce phénomène en fonction des effets non-
linéaires. Plus précisément, nous allons nous intéresser à l’influence du nombre de longueurs
non-linéaires sur la qualité de l’attraction de polarisation, ce qui revient à étudier l’influence de la
puissance des ondes injectées. Afin de quantifier l’efficacité du processus d’attraction de polari-
sation nous considérons un nouveau critère : la taille du bassin d’attraction de la polarisation de
l’onde au milieu de la fibre. Pour chaque réalisation, nous déterminons la distance sur la sphère à
la polarisation idéale (circulaire droite ou gauche). Nous définissons la longueur globale du bassin
d’attraction comme la valeur moyenne des distances des différentes conditions initiales :
d = 1
N
N∑
k=1
|θk −θc |, (5.12)
avec l’angle polaire sur la sphère θ, l’indice c correspond aux SOPs circulaires tandis que l’indice
k renvoie aux SOPs des ondes pompes (ou sondes) au milieu de la fibre. La distance d est plus ap-
propriée pour quantifier l’attraction de polarisation que le degré de polarisation (DOP), puisque
contrairement au DOP, la distance d prend en compte le caractère ordonné de l’ensemble des
SOPs. En effet, une petite valeur de d correspond à une attraction de polarisation importante
vers les deux pôles de la sphère de Poincaré, tandis le DOP conventionnel conduirait à une va-
leur proche de zéro. Nous ne considérons pas la définition géométrique du DOP que nous avons
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introduit précédemment puisque celle-ci requière une moyenne sur un très grande nombre de
réalisations qui est adapté uniquement lorsque l’état de polarisation fluctue temporellement.
Nous effectuons une étude numérique systématique de l’attraction de polarisation dans la RBF
pour différentes longueurs de fibre, i.e. pour différents nombres de longueurs non-linéaires. Cette
étude présentée en Figure 5.15 révèle que la distance d diminue rapidement lorsque le nombre de
longueurs non-linéaires augmente. Un processus d’attraction de polarisation efficace est obtenu
pour L= 5LNL. Nous pouvons toutefois remarquer que le phénomène d’attraction de polarisation
nécessite plus de longueurs non-linéaires dans une RBF que dans une fibre isotrope, ce qui peut
s’expliquer par l’absence de points hyperboliques dans la dynamique stationnaire de la RBF. De
plus, en Figure 5.15(c) nous observons que la décroissance de la distance d en fonction de la dis-
tance L est algébrique, plus précisément d ' L−1. Nous verrons dans la prochaine section que cette
évolution algébrique peut être décrite analytiquement.
Nous étudions de la même manière l’influence du ratio de puissance ρ entre les deux ondes
injectées S(ξ = L) = ρP(ξ = 0) en Figure 5.15(b) et 5.15(d). Nous observons ainsi que la taille du
bassin d’attraction augmente presque linéairement lorsque le ratio de puissance ρ est proche de
un. Cette analyse révèle le rôle crucial du rapport de puissance des ondes injectées dans le proces-
sus d’attraction de polarisation. En effet, il suffit d’un écart de puissance de 6% entre les ondes P
et S pour augmenter la distance d de presque zéro à 0.4, i.e. le phénomène d’attraction est moins
efficace et est caractérisé par un grand bassin d’attraction comme nous pouvons l’observer sur
les sphères de Poincaré en Figure 5.15(b). Notons en Figure 5.15(d) le comportement complexe de
l’évolution de la distance d en fonction du rapport de puissance ρ. La distance d augmente avec
la diminution du rapport ρ jusqu’à une valeur maximale pour ρ = 0.7, les SOPs du systèmes sont
plutôt localisés près du plan équatorial (polarisation linéaire). Pour des ratios de puissance plus
faibles, d tend vers une valeur constante de l’ordre de pi/4 ' 0.78, i.e. une distribution uniforme
des états de polarisations sur la sphère de Poincaré. Pour finir, nous pouvons noter que l’évolution
de d est symétrique par rapport au ratio de puissance ρ = 1, ce qui signifie qu’il est équivalent
d’augmenter la puissance de la pompe P0 à S0 fixe, que d’augmenter S0 à P0 fixe.
5.3.2.2 Étude théorique des états stationnaires
Comme nous l’avons vu dans la section précédente, le phénomène d’attraction de polarisa-
tion peut être compris par l’étude des trajectoires stationnaires. Il a été montré que les singulari-
tés Hamiltoniennes jouent le rôle d’attracteur naturel du système spatio-temporel [64]. Toutefois,
contrairement à la fibre isotrope, la dynamique dans la RBF relaxe vers une structure singulière to-
pologiquement équivalente à une sphère qui ne présente pas de points hyperboliques. Il est alors
nécessaire d’effectuer une étude plus approfondie de la dynamique stationnaire en intégrant di-
rectement les équations stationnaires. Comme nous allons le remarquer, cette analyse est simpli-
fiée dans la RBF car le système est super-intégrable, i.e. il possède plus de constantes du mouve-
ment que de degrés de liberté. Nous donnons une description complète des états stationnaires
dans le cas ρ= 1 pour les mêmes ondes injectées dans la fibre P(ξ= 0, )= S(ξ= L, ), et nous étu-
dions la stabilité des trajectoires stationnaires. Bien que l’obtention des expressions analytiques
des trajectoires du système soit relativement simple, l’étude systématique de l’ensemble des solu-
tions est rendue complexe par les conditions aux bords atypiques du système contra-propagatif.
Ainsi, nous ne généraliserons pas cette étude à des rapports de puissance différents de un. Tou-
tefois, nous verrons qu’il est possible d’observer et d’étudier le phénomène d’attraction de po-
larisation en milieu de fibre pour des conditions aux bords présentant une relation particulière
S(ξ= L)=TP(ξ= 0).
La dynamique stationnaire dans la RBF est décrite par le système d’équations couplées :
∂~P
∂ξ
= (D~S)×~P
∂~S
∂ξ
= −(D~P)×~S.
, (5.13)
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FIGURE 5.15 – Étude de l’efficacité de l’attraction de polarisation dans une RBF : évolution de la distance d
définie en Eq.(5.12) en fonction de la longueur de la fibre L (a,c) et du rapport de puissance ρ (b,d) (pour L=
15LNL). La ligne noire dans (a,c) permet de mettre en évidence la décroissance algébrique en fonction de la
longueur de fibre L. Cette dépendance algébrique est visible dans (c) où l’échelle logarithmique montre une
loi puissance d ' L−1. Les trois sphères de Poincaré au dessus de (a) et (b) représentent les SOPs au milieu
de la fibre pour différentes longueurs de fibre (a) et différents rapports de puissance (b). Les longueurs et les
ratios de puissance correspondants sont indiqués par les points rouges, verts et magentas dans (a) et (b).
La ligne noire en pointillée dans (b) décrit l’évolution linéaire de la distance en fonction du ratio ρ lorsque
ρ ∈ [1,0.93], alors qu’un comportement plus complexe est visible dans (d) pour des valeurs de ρ plus petites.
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avec la matrice diagonale D = diag(1,1,−1). Le système a une structure Hamiltonienne où l’Ha-
miltonien est défini par :
H= P(1)S(1)+P(2)S(2)−P(3)S(3) =P ·DS. (5.14)
Le système comporte trois constantes du mouvement que nous pouvons écrire comme K = (K(1),
K(2),K(3)
)=P+DS. Ainsi le système est super-intégrable, il possède plus de constantes du mouve-
ment que de degrés de liberté. La solution stationnaire peut être exprimée par les constantes du
mouvement K et de la condition initiale P(ξ= 0) comme :
P(ξ)=M(ξ)P(0), (5.15)
avec la matrice de rotation M ∈ SO(3) qui peut être écrite comme :
M=

(K2(2)+K2(3))cos(Kχ)+K2(1)
K2
−K(1)K(2) cos(Kχ)−K(3)K sin(Kχ)+K(1)K(2)
K2
−K(1)K(3) cos(Kχ)+K(2)K sin(Kχ)+K(1)K(3)
K2
−K(1)K(2) cos(Kχ)+K(3)K sin(Kχ)+K(1)K(2)
K2
(K2(3)+K2(1))cos(Kχ)+K2(2)
K2
−K(2)K(3) cos(Kχ)−K(1)K sin(Kχ)+K(2)K(3)
K2
−K(1)K(3) cos(Kχ)−K(2)K sin(Kχ)+K(1)K(3)
K2
−K(2)K(3) cos(Kχ)+K(1)K sin(Kχ)+K(2)K(3)
K2
(K2(1)+K2(2))cos(Kχ)+K2(3)
K2

(5.16)
avec K = |K|. Les trajectoires stationnaires sont des fonctions oscillantes de périodes pi/K. Il est im-
portant de remarquer que le système stationnaire Eq.(5.13) exhibe une symétrie de rotation autour
de l’axe de polarisation circulaire. Ainsi toute rotation de la condition initiale P(ξ= 0) introduit la
même rotation en sortie de fibre P(ξ = L), ce qui restreint notre analyse à la composante de po-
larisation circulaire des ondes. Notre objectif est alors d’exprimer la composante de polarisation
circulaire au milieu de la fibre P(3)(ξ= L/2) en fonction des conditions initiales P(3)(ξ= 0) et K.
Pour cela, nous considérons les relations aux extrémités de la fibre ξ= 0 et ξ= L :
{
K =P(0)+DS(0)
H=~PD~S =−1+K ·P(0), (5.17)
et {
K =P(L)+DS(L)
H=PD~S =−1+K ·P(L). (5.18)
Nous obtenons alors l’expression :
K ·P(0)=~K ·P(L). (5.19)
En utilisant la relation P(L)=K−DS(L)=K−DP(0)
K · (P(0)+DP(0))=K2, (5.20)
ce qui conduit à :
DS(0) · (P(0)−DP(0))=P(0) ·DP(0)−1. (5.21)
Nous obtenons finalement la relation :
S(3)(0)P(3)(0)= P(3)(0)2. (5.22)
Si l’état de polarisation initial n’est pas sur le plan équatorial de la sphère P(3)(0) 6= 0, alors la
condition aux bords S(3)(0) = P(3)(0) implique que K(3) = P(3)(0)−S(3)(0) = 0. Comme K(3) est une
constante du mouvement, la relation K(3) = 0 indique que la composante de polarisation circulaire
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de la sonde est égale à la polarisation circulaire de la pompe tout au long de la fibre S(3)(ξ)= P(3)(ξ).
Nous pouvons maintenant étudier spécifiquement l’évolution de la composante de polarisation
circulaire de la pompe. En utilisant Eq.(5.16) et les relations K(3) et P(L)=K−DP(0), nous pouvons
écrire l’évolution de P(3) comme :
P(3)(L)= P(3)(0)cos(KL)+a sin(KL)= P(3)(0) (5.23)
avec a = K(1)P(2)(0)−K(2)S(1)(0)K . Il est alors simple de montrer que :
a = P(3)(0)tan
(
KL
2
)
. (5.24)
Au milieu de la fibre nous avons :
P(3)
(
L
2
)
= P(3)(0)/cos
(
KL
2
)
, (5.25)
cette expression montre que la composante de polarisation circulaire au milieu de la fibre P(3)
(L
2
)
ne dépend que de K et de la condition initiale P(3) (0). La constante K peut quant à elle être déter-
minée par le système d’équation :{
K(1)P(2)(0)−K(2)P(1)(0)= aK
K(2)P(2)(0)+K(1)P(1)(0)=K2/2
,
qui conduit à :
a2+ K
2
4
= 1−P(3)(0)2. (5.26)
Par conséquent, la composante P(3)(L/2) peut être tracée en fonction de P(3)(0) en utilisant les
relations suivantes : {
K = 2
√
1−P(3)(L/2)2
P(3)(0)= P(3)(L/2)cos(KL/2) . (5.27)
Nous présentons en Figure 5.16 l’évolution de la composante de polarisation circulaire au mi-
lieu de la fibre P(3)(L/2) en fonction de la condition initiale P(3)(0) ∈ [−1,1]. La courbe P(3)(L/2)
est bien évidemment une ligne droite pour L = 0, et cette ligne est légèrement modifiée pour de
petites longueurs de fibre L, ce qui indique qu’il existe un unique SOP au milieu de la fibre pour
chaque condition initiale. Nous rappelons que dans notre étude, la longueur de la fibre est nor-
malisée par rapport à la longueur non-linéaire et peut être augmentée avec la puissance P0. Nous
pouvons remarquer qu’il existe une longueur de fibre critique Lc = pi/4LNL pour laquelle l’évo-
lution de P(3)(L/2) exhibe une tangente verticale à P(3)(0) = 0. Ainsi pour des longueurs de fibre
plus grandes que la longueur critique, la courbe perd sa propriété d’injection, il existe plusieurs
SOPs au milieu de la fibre pour une condition initiale donnée. Cette propriété visible en Figure
5.16(b-d) indique des comportements « bistables », des solutions stationnaires P(3)(L/2) plus (ou
moins) stables pour la même condition initiale P(3)(0). Cette propriété s’avère être le mécanisme
clef du processus d’attraction de polarisation. Les simulations numériques révèlent que le sys-
tème spatio-temporel Eq.(5.1) relaxe vers des dynamiques stationnaires particulières, que nous
appelons « non-oscillantes » par opposition aux solutions périodiques oscillantes. Pour chaque so-
lution stationnaire, nous conjecturons que les solutions stationnaires sont stables si la longueur de
la fibre L est inférieure à la demi période d’oscillations pi/K , et instables si la longueur de fibre est
supérieure à pi/K. Cette conjecture est équivalente à celle faite dans la section précédente, où nous
avons supposé que le système relaxe près du tore singulier. Dans les situations intermédiaires,
les solutions sont méta-stables, i.e. stable pour de petites perturbations externes. À partir de ce
critère, nous déterminons la position des différentes régions de stabilité (rouge) ou d’instabilité
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(bleu) pour l’ensemble des solutions stationnaires en Figure 5.16. D’après ce critère, nous remar-
quons qu’il existe deux domaines de solutions stables au milieu de la fibre, qui sont toutes deux
au voisinage de P(3) ± 1 pour des longueurs de fibre supérieures à la longueur critique Lc . Nous
pouvons alors en conclure que le système spatio-temporel relaxe préférentiellement vers les solu-
tions stationnaires stables, qui au milieu de la fibre se situent proches des polarisations circulaires
droite et gauche. Cette conjecture est confirmée par les simulations numériques Eq.(5.13) validant
le critère de stabilité pour plusieurs valeurs de longueurs de fibre L.
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FIGURE 5.16 – Évolution de la polarisation circulaire au milieu de la fibre P(3)(L/2) en fonction de la condi-
tion initiale P(3)(0) en utilisant le système d’équation (5.27) pour différentes longueurs de fibre L= 1LNL (a),
L= 3LNL (b), L= 5LNL (c) et L= 15LNL (d). Les courbes en rouges (bleues) correspondent aux points stables
(instables) où la longueur de fibre L est plus petite que la demie période , i.e. L< piK
De plus, en utilisant le système d’équation (5.27) nous pouvons décrire analytiquement la dé-
croissance algébrique de P(3)(L/2) en fonction de la longueur de la fibre L. En introduisant le pa-
ramètre de perturbation ²À 1 défini par P(3)(L/2) = 1− ², la relation P(3)(0) = P(3)(L/2)cos(KL/2)
peut se mettre au premier ordre de ² et dans la limite LÀ 1 sous la forme ²= arccos2(P(3)(0))2L2 . À partir
de cette approximation nous pouvons en déduire que la distance évolue comme
d ' L−1, (5.28)
évolution que nous avons confirmée par les simulations spatio-temporelles présentées en Figure
5.15(a,c). Il est important de noter que cette décroissance algébrique est en contraste avec la dé-
croissance exponentielle qui caractérise le phénomène d’attraction de polarisation dans une fibre
isotrope provenant de la présence du tore singulier doublement pincé.
Pour finir l’étude du cas particulier où nous considérons les mêmes SOPs en entrée de fibre
P(ξ= 0)= S(ξ= L), nous pouvons remarquer que le milieu de la fibre joue un rôle analogue au mé-
canisme de rétroaction induit par le miroir dans l’omni-polariseur [78]. Le processus d’attraction
de polarisation peut en effet être vu comme « une version dépliée » de l’omni-polariseur.
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5.3.3 Généralisation du processus
Nous allons considérer des conditions aux bords plus générales où les ondes pompe et sonde
présentent une relation particulières entre elles de la forme S(ξ= L)= TP(ξ= 0). Dans un premier
temps nous étudions la situation d’une réflexion selon un plan entre les ondes pompe et sonde
injectées initialement, puis dans un second temps une rotation, et pour finir le cas général où la
matrice T peut être exprimée comme le produit d’une réflexion et d’une rotation.
5.3.3.1 Condition aux bords avec une réflexion selon un plan
Nous considérons dans ce paragraphe le phénomène d’attraction de polarisation au milieu de
la fibre ξ= L/2 dans lequel nous imposons dans les conditions aux bords une réflexion par rapport
à un plan de la SOP initial de l’onde sonde :
S(ξ= L)=TP(ξ= 0), (5.29)
avec la matrice T caractérisant une réflexion dans R3. En procédant de la même manière que pré-
cédemment, nous obtenons la relation suivante
K ·P(0)=K ·P(L), (5.30)
et avec K =P(L)+DS(L), nous obtenons :
K · (1+DT)P(0)=K2, (5.31)
ce qui entraîne :
DS(0) · (P(0)−DTP(0))=P(0) ·TDP(0)−1. (5.32)
À partir de la relationDS(0) ·DTP(0)=DT−1DS(0) ·P(0), (5.32) devient :
P(0) ·
(
(DT−1)P(0)+ (DT−1−1)DS(0)
)
= 0. (5.33)
Nous introduisons les matrices D1 = diag(−1,1,1), D2 = diag(−1,1,1) et D3 = diag(1,1,−1). Pour
clarifier l’analyse, nous considérons la réflexion par rapport au plan yOz, i.e. T =D1. Avec la rela-
tion D3T =−D2, Eq.(5.32) peut être écrite comme :
−P(0) ·D2P(0)−1=D3S(0) ·
(
P(0)+D2P(0)
)
, (5.34)
ce qui entraîne :
P(1)(0)K(1)+P(3)(0)K(3) = 0. (5.35)
À partir de la relation Eq.(5.31), nous obtenons :
2K(2)P
(2)(0)=K2, (5.36)
et en sortie de fibre ξ= L, nous avons :
P(2)(L)=
K2−K2(2)
K2
P(2)(0)cos
(
KL
)+ −P(3)(0)K(1)+K(3)P(1)(0)
K
sin
(
KL
)+ K(2)
2
.
Le système est finalement décrit par :
P(1)(0)K(1)+P(3)(0)K(3) = 0
2K(2)P(2)(0)=K2
K2(2)−K2 =
2K(2)(K2−K2(2))P(2)(0)
K2 cos
(
KL
)+ 2K(2)bK sin(KL)
(5.37)
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avec b =K(3)P(1)(0)−K(1)P(3)(0), qui peut être exprimé comme :
2K(2)P(2)(0)=K2
K(1) =− P
(3)(0)A
1−P(2)(0)2
K(3) = P
(1)(0)A
1−P(2)(0)2
(5.38)
avec
A=
(K(2)K
2
− K
3
2K(2)
−
K2−K2(2)
K
P(2)(0)cos
(
KL
))
/sin
(
KL
)
. (5.39)
En fixant la condition initiale P(2)(0), nous obtenons la valeur de K et puis de P(2)(L/2) avec la
relation :
P(2)(L/2)= 1−K
2
4P(2)(0)
cos
(
KL/2
)+ b
K
sin
(
KL/2
)+ K2
4P(2)(0)
, (5.40)
avec le paramètre b donné par :
b = K
sin
(
KL
)(K(2)/2−P(2)(0)− K2−K2(2)
K2
P(2)(0)cos
(
KL
))
. (5.41)
Nous pouvons alors déterminer la valeur de P(2)(L/2) en fonction de la condition initiale P(2)(0)
pour différentes longueurs de fibre L. Cette évolution est présentée en Figure 5.17 où nous avons
effectué l’analyse de stabilité développée précédemment. Nous remarquons ainsi que les solu-
tions stationnaires stables pour une fibre de longueur L > Lc correspondent au milieu de la fibre
à une composante linéaire proche de zéro P(2)(L/2) → 0. Ainsi pour la condition aux bords S(ξ =
L)=D1P(ξ= 0), le système spatio-temporel relaxe vers les solutions stationnaires qui sont attirées
au milieu de la fibre vers un cercle contenu dans le plan xz. Nous confirmons cette conjecture par
les simulations spatio-temporelles présentées en Figure 5.18 où nous observons une attraction
de polarisation autour du cercle dans le plan xOz sur la sphère de Poincaré. Bien que la réalisa-
tion expérimentale de conditions aux bords présentant une réflexion entre les ondes pompe et
sonde semble difficile, le phénomène d’attraction est étonnant puisque les SOPs sont attirés vers
un cercle et non un point [80].
Nous pouvons effectuer la même analyse pour toutes réflexions par rapport au plans conte-
nant l’axe z. En notant par w la direction orthogonale à ces plans de réflexions, il est possible de
montrer un phénomène d’attraction de polarisation vers un cercle contenu dans le plan w z. Pour
finir, il est important de remarquer que l’état de polarisation circulaire joue un rôle particulier dans
la dynamique spatio-temporelle. Ainsi, nous perdons le phénomène d’attraction si nous considé-
rons une réflexion suivant le plan orthogonal à l’axe z (T =D3), et nous observons des situations
intermédiaires si l’angle entre l’axe z et le plan de réflexion est compris dans ]0,pi/2[.
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FIGURE 5.17 – Évolution de la polarisation circulaire au milieu de la fibre P(2)(L/2) en fonction de la condi-
tion initiale P(2)(0) dans le cas de la réflexion S(ξ = L) = D1P(ξ = 0), en utilisant Eq.(5.40) pour différentes
longueurs de fibre L = 1LNL (a), L = 3LNL (b), L = 5LNL (c) et L = 15LNL (d). Les courbes en rouges (bleues)
correspondent aux points stables (instables) où la longueur de fibre L est plus petite que la demie période ,
i.e. L< piK
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FIGURE 5.18 – Phénomène d’auto-attraction de polarisation : Simulation numérique dans une RBF du sys-
tème spatio-temporel décrit par les équations (5.1) dans lequel nous considérons dans les conditions aux
bords une réflexion selon le plan y z S(ξ= L)=D1P(ξ= 0). Nous représentons les SOPs de l’onde pompe en
entrée (bleu), au milieu (vert) et en sortie (rouge) de la fibre optique, tandis que les SOPs de l’onde sonde
peuvent être obtenues par la relation P(ξ) ≈ −D3S(ξ). Nous considérons 64 impulsions de différents SOPs
dans une fibre de longueur L = 10km = 20LNL avec des ondes de puissance P0 = S0 = 800mW et un coeffi-
cient non-linéaire γ= 2.5km−1W−1.
104
CHAPITRE 5. AUTO-ATTRACTION DE POLARISATION
5.3.3.2 Condition aux bords avec une rotation
Nous étudions maintenant la configuration dans laquelle les conditions aux bords présentent
une rotation des SOPs entre les ondes pompe et sonde :
S(ξ= L)=TP(ξ= 0), (5.42)
avec la matrice T ∈ SO(3). Pour débuter notre étude, nous considérons une rotation d’angle θ sui-
vant l’axe y , i.e T = Ry (θ). Dans les nouvelles variables P˜ = Ry (θ/2)P et S˜ = Ry (−θ/2)S, nous re-
trouvons la dynamique stationnaire décrite par Eq.(5.13) et les conditions aux bords S˜(ξ = L) =
P˜(ξ = 0). Nous en déduisons que les SOPSs sont respectivement attirés au milieu de la fibre vers
(∓sin(θ/2),0,±cos(θ/2)) et (±sin(θ/2),0,±cos(θ/2)) pour l’onde pompe et sonde. Il est possible
d’effectuer la même analyse pour toute rotation d’axe compris dans le plan x y . Ainsi, si nous
considérons une rotation Rv (θ) suivant le vecteur v de coordonnées (cosφ, sinφ,0), l’attraction
de polarisation à ξ= L/2 s’effectue respectivement vers les points (±sin(θ/2)sinφ,∓sin(θ/2)cosφ,
±cos(θ/2)) et (∓sin(θ/2)sinφ,±sin(θ/2)cosφ,±cos(θ/2)) pour l’onde pompe et sonde. L’étude
de la dynamique stationnaire est confirmée par les simulations numériques du système spatio-
temporel Eq.(5.1) représenté sur la Figure 5.19 où nous avons considéré la rotation Rv (θ) suivant
le vecteur v = (cosφ, sinφ,0) avec φ = 25◦ pour un angle θ = 70◦. Nous remarquons alors que
les bassins d’attraction ont tourné suivant la rotation Rv (−θ/2) pour la pompe et Rv (θ/2) pour la
sonde. De même que pour la situation de la réflexion, le phénomène d’attraction disparaît pour
une rotation selon l’axe z et des situations intermédiaires sont trouvées pour des rotations selon
un axe possédant une composante z non nulle.
P(1) P(1) P(1)
P(2) P(2) P(2)
P(3) P(3) P(3)
Entrée Milieu Sortie
FIGURE 5.19 – Phénomène d’auto-attraction de polarisation : Simulation numérique dans une RBF du
système spatio-temporel décrit par les équations (5.1) dans lequel nous considérons dans les condi-
tions aux bords une rotation S(ξ = L) = Rv (θ)P(ξ = 0), où la rotation Rv (θ) s’effectue suivant le vecteur
v = (cosφ, sinφ,0) représenté en violet, avec φ= 25◦ pour un angle θ= 70◦. Nous représentons les SOPs de
l’onde pompe en entrée (bleu), au milieu (vert) et en sortie (rouge) de la fibre optique. Nous considérons 64
impulsions de différents SOPs dans une fibre de longueur L= 10km= 20LNL.
5.3.3.3 Le cas général
Pour finir, nous considérons une situation plus générale où la transformation T reliant les
SOPs initiales de la pompe et de la sonde peut être décomposée comme le produit d’une réflexion
par rapport à un plan et une rotation. Afin de simplifier la présentation de différents cas, nous
considérons une réflexion par rapport au plan xz. Nous étudions tout d’abord l’effet d’une rota-
tion d’angle θ selon l’axe y qui est perpendiculaire au plan de réflexion. La condition aux bords
pour l’onde sonde s’écrit alors comme S(ξ = L) = D2Ry (θ)P(ξ = 0). Le changement de variable
P˜ = Ry (θ/2)P et S˜ = Ry (−θ/2)S conduit au système initial Eq.(5.13) avec la condition aux bords
S˜(ξ = L)=D2P˜(ξ = 0). Dans les variables initiales, nous pouvons en déduire que les SOPs sont at-
tirés au milieu de la fibre pour l’onde pompe et la sonde vers un cercle compris respectivement
dans un plan qui est tourné par rapport au plan y z de −θ/2 et θ/2 autour de l’axe y .
Nous pouvons généraliser cette description à n’importe quelle rotation autour d’un axe v , i.e.
S(ξ= L)=D2Rv (θ)P(ξ= 0). Nous définissons le vecteur w =−D2v comme le symétrique par rap-
port au plan xOz du vecteur v . Nous utilisons alors le changement de variable P˜ = Rv (θ/2)P et
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S˜ = Rw (−θ/2)S conduisant au système initial avec la condition aux bords S˜(ξ = L) = D2P˜(ξ = 0).
Nous pouvons alors en conclure que les SOPs de la pompe sont attirés sur un cercle qui est l’image
du cercle compris dans le plan y z et tourné selon la direction v d’un angle −θ/2. De même,
l’onde sonde est attirée vers un cercle qui est l’image du cercle dans y z et tournée selon la di-
rection w d’un angle θ/2. Cette analyse est confirmée numériquement par les simulations spatio-
temporelles représentées dans la Figure 5.20 où nous observons le phénomène d’attraction de
polarisation au milieu de la fibre sur un cercle incliné.
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FIGURE 5.20 – Phénomène d’auto-attraction de polarisation : Simulation numérique dans une RBF du sys-
tème spatio-temporel où la condition aux bords correspond au produit d’une réflexion selon le plan xOz
et d’une rotation S(ξ = L) = D2Rv (θ)P(ξ = 0), dans laquelle la rotation Rv (θ) s’effectue suivant le vecteur
v avec v = (sin(Φ)cos(φ),cos(Φ)cos(φ),sin(φ)), θ = 70◦, φ = 55◦, Φ = 30◦. Nous représentons les SOPs de
l’onde pompe en entrée (bleu), au milieu (vert) et en sortie (rouge) de la fibre optique. Nous considérons 64
impulsions de différents SOPs dans une fibre de longueur L= 10km= 20LNL.
5.3.4 Études expérimentales
Pour démontrer expérimentalement l’attraction de polarisation qui a lieu au milieu d’une fibre
de très grande longueur, Nicolas Berti et Julien Fatome ont mis en place l’expérience schématisée
en Figure 5.21. Pour cela, il a été considéré la même fibre que celle précédemment utilisée (« True-
wave HD » de dispersion D=−14,5ps/(km·nm), de coefficient non-linéaire γ= 2.5W−1km−1 et des
pertes 0.2 dB/km). Toutefois il a été considéré une très grande longueur de fibre L= 10km plaçant
l’expérience dans le cadre d’une fibre de biréfringence aléatoire. Une onde initiale quasi-continue
polarisée est générée par une émission spontanée amplifiée afin d’éviter la SBS, puis son SOP est
modifiée temporellement par le brouilleur de polarisation. Finalement ce faisceau est divisé en
deux ondes par un coupleur 50/50 pour obtenir les ondes pompe et sonde contra-propagatives.
L’état de polarisation et la puissance de P et S peuvent être ajustés par un contrôleur de polariseur
et un dernier étage d’amplification avec l’injection dans la fibre. De même que dans l’expérience
précédente, les SOPs sont déterminés par le polarimètre qui ne permet pas d’avoir une mesure
absolue mais uniquement relative.
Nous présentons en Figure 5.22 les résultats expérimentaux obtenus lors de l’injection d’ondes
de puissance moyenne P0 = 27dBm (soit P0 ' 500mW) pour 256 SOPs différents recouvrant toute
la sphère de Poincaré. La présence d’une éventuelle rotation selon l’axe z entre les deux ondes in-
jectées (P(ξ= 0),S(ξ= L)), qui dégrade l’attraction de polarisation, est compensée par les contrô-
leurs de polarisation afin de maximiser l’efficacité de l’attraction au milieu de la fibre. Comme
prédit théoriquement, nous observons expérimentalement un rassemblement des SOPs au milieu
de la fibre vers deux bassins (orienté arbitrairement selon l’axe z) tandis qu’en sortie de fibre les
deux ondes recouvrent leurs distributions de polarisation aléatoires.
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FIGURE 5.21 – Schéma expérimental mis en œuvre pour observer l’attraction de polarisation au milieu d’une
fibre de grande longueur : la génération des impulsions de différents SOPs est présentée par la première
ligne, tandis que la seconde ligne correspond à l’étude du phénomène d’attraction de polarisation. L’ex-
traction des ondes en milieu de fibre se fait par un coupleur 99/1 et par les circulateurs aux extrémités,
où les SOPs sont mesurés par un polarimètre. Les acronymes correspondent aux appareils suivants : ASE,
émission spontanée amplifiée ; Pol, polariseur ; OBPF, filtre optique passe-bande de 100GHz; EDFA, ampli-
ficateur fibré ; PS, brouilleur de polarisation; PC, contrôleur de polarisation.
P(1) P(1) P(1)
P(2) P(2) P(2)
P(3) P(3) P(3)
S(1) S(1) S(1)
S(2) S(2) S(2)
S(3) S(3) S(3)
L/2 L/2
Entrée Milieu Sortie
Sortie Milieu Entrée
FIGURE 5.22 – Observation expérimentale de l’auto-attraction de polarisation : représentation des SOPs
de l’onde pompe (ligne du dessous) et sonde (ligne du dessus) en entrée (bleu), au milieu (vert) et en
sortie (rouge) de la fibre optique. Il a été considéré des ondes de puissance moyenne P0 = 27dBm (soit
P0 ' 500mW) pour 256 SOPs différents dans une fibre de longueur L= 10km' 12.5LNL.
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Nous pouvons étudier expérimentalement l’efficacité du processus d’attraction de polarisa-
tion de manière similaire aux études numériques en Figure 5.15. Nous présentons en Figure 5.23(a)
l’influence de la longueur de fibre normalisée sur la distance d caractérisant la taille du bassin
d’attraction définie en Eq.(5.12). Pour cela il a été enregistré les SOPs au milieu de la fibre pour dif-
férentes puissances moyennes dans la configuration symétrique P0 = S0, avec une longueur fixe
de fibre L= 10km. Comme nous l’avons observé en Figure 5.15(a), l’efficacité du phénomène aug-
mente significativement avec le nombre de longueurs non-linéaires dans la fibre, comme le révèle
la réduction de la taille moyenne du bassin d’attraction des SOPs de P et S. Pour des fibres de lon-
gueurs normalisées supérieures à L= 15LNL, la distance d reste pratiquement constante autour de
la valeur d ' 0.41, qui correspond à la limite inférieure du processus d’attraction. Nous pouvons
toutefois noter que les valeurs de la distance d obtenues expérimentalement ne correspondent
pas aux valeurs obtenues numériquement. Cette différence peut provenir des pertes non prises
en compte dans les simulations numériques, influence que nous commentons dans le prochain
paragraphe. Pour finir, nous étudions expérimentalement l’influence du rapport de puissance ρ
sur l’efficacité de l’attraction de polarisation. Pour cela, la puissance de l’une des deux ondes est
fixée à 28dBm (soit 630mW), tandis que la puissance de l’autre faisceau contra-propagatif varie de
22dBm à 28dBm (190mW à 630mW). Notons que la distance d a été mesurée pour l’onde pompe
et sonde selon les deux configurations : la puissance de l’onde sonde reste fixe S0 pendant que la
puissance de la pompe est modifiée P0, et inversement. Nous observons ici de manière similaire
aux études numériques, l’effet néfaste du déséquilibre de puissance sur le phénomène d’attraction
de polarisation.
1 5 10 15 20
0.4
0.6
0.8
1
(a)
L [LNL]
d
P
S
0.40.60.81
0.4
0.6
0.8
1
1.2
(b)
ρ
d
P
S
FIGURE 5.23 – Étude expérimentale de l’efficacité de l’attraction de polarisation dans une fibre de grande
longueur L = 10km : évolution de la distance d définie en Eq.(5.12) en fonction du nombre de longueurs
non-linéaires dans la fibre (a) et du rapport de puissance ρ (b). (a) La distance d caractéristique du bassin
d’attraction au milieu de la fibre de l’onde pompe et sonde est mesurée en faisant varier la puissance des
deux ondes (P0 = S0). (b) L’état de polarisation de l’onde pompe P (respectivement l’onde sonde S) est
mesuré à puissance fixe P0 (S0) en faisant varier la puissance de l’onde sonde S0 (l’onde pompe P0).
La principale source de désaccord entre les résultats expérimentaux et numériques provient
de la présence de pertes linéaires, non prises en compte dans les modèles théoriques puisque
celles-ci brisent le caractère Hamiltonien du système. Nous avons remarqué numériquement et
expérimentalement en Figure 5.15(b) et 5.23(b) qu’un déséquilibre de puissance entre les ondes
pompe et sonde entraîne une diminution importante de l’efficacité du phénomène d’attraction de
polarisation. Nous pouvons en conclure, que les pertes linéaires diminuant la puissance au cours
de la propagation des ondes doivent conduire à une détérioration de l’effet d’attraction. Nous re-
présentons en Figure 5.24 l’évolution de la distance d en fonction des pertes linéaires αl . Pour
cela nous avons effectué les simulations numériques du système spatio-temporel en Eq.(5.1) en
incluant des pertes linéaires par les termes respectifs−αP et−αS pour la pompe et la sonde. Nous
observons alors une augmentation très importante de la distance d avec la présence de pertes
linéaires. De plus nous pouvons constater que nous obtenons une valeur de distance d en ac-
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cord avec les observations expérimentales lorsque nous prenons en compte les effets de pertes
linéaires correspondant aux valeurs typiques des expériences dans les fibres de télécommunica-
tions optiques.
0.60.70.80.91
P0(L)
0 0.1 0.2
0
0.2
0.4
0.6
αl [dB/km]
d
FIGURE 5.24 – Influence des pertes sur l’attraction de polarisation dans une RBF : évolution de la distance d
définie en Eq.(5.12) en fonction des pertes linéaires αl dans la fibre d’après les simulations numériques du
système spatio-temporel. Nous avons considéré une fibre de longueur L = 10km = 15LNL avec des ondes
de puissance P0 = S0 = 600mW et un coefficient non-linéaire γ = 2.5km−1W−1. À noter que l’axe des abs-
cisses représenté en haut (vert clair) de la figure correspond à la puissance normalisée en sortie de fibre qui
diminue lorsque le coefficient des pertes linéaires augmente (P0(L) = P0(0)exp(−αL)). La courbe en tirets
rouges représente les pertes dans la fibre utilisée expérimentalement et la distance d extraite des mesures
expérimentales.
5.4 Conclusion
Nous avons étudié dans ce chapitre le phénomène d’attraction de polarisation lors de la contra-
propagation de deux ondes dans une fibre optique monomode. Il est connu que le phénomène
d’auto-organisation des états de polarisation provient de la relaxation du système spatio-temporel
vers une dynamique stationnaire proche des tores singuliers. Il a ainsi été montré que l’état de po-
larisation de l’onde pompe en sortie de fibre P(z = L) est attiré par l’état de polarisation de l’onde
sonde contra-propagative en entrée opposée S(z = L), et réciproquement, S(z = 0) est conditionné
par P(z = 0). Au cours de cette thèse, nous avons mis en évidence une nouvelle configuration de
l’attraction de polarisation ayant lieu au milieu de la fibre, pour deux types différents de fibre :
une fibre isotrope et une fibre à biréfringence aléatoire. Le phénomène est alors « caché » dans la
fibre puisque les SOPs des ondes sont attirés uniquement au milieu de la fibre et recouvrent leurs
caractères aléatoires en sortie de fibre.
Dans un premier temps, nous avons étudié l’attraction de polarisation vers les polarisations
circulaires droite et gauche s’effectuant au milieu d’une fibre isotrope. Ce phénomène a pour ori-
gine l’existence d’une dynamique stationnaire évoluant sur un tore singulier doublement pincé.
À l’aide d’une définition géométrique du degré de polarisation, nous avons étudié l’efficacité de
l’attraction de polarisation pour des ondes partiellement non polarisées. L’analyse statistique des
distributions des fluctuations des ondes (PDF) a permis de mettre en évidence la remarquable ro-
bustesse du phénomène, i.e. l’attraction de polarisation a lieu sur un grand intervalle autour du
milieu de la fibre z = L/2.
Dans un second temps, nous nous sommes intéressé à la contra-propagation d’ondes dans
une fibre à biréfringence aléatoire. Nous avons montré que le phénomène d’attraction s’effectue
cette fois-ci pour des conditions aux bords particulières (P(z = 0),S(z = L)), contrairement à la IF
où les SOPs des ondes pompes et sondes sont totalement décorrélés. Cette différence s’explique
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par l’absence de points hyperboliques parmi l’ensemble de toutes les solutions stationnaires dans
la RBF. Pour la configuration d’injection symétrique P(z = 0)= S(z = L), le système est alors équi-
valent à une version dépliée de l’omni-polariseur où l’attraction de polarisation s’effectue vers
deux bassins correspondant aux SOPs circulaires gauche et droite. Pour des conditions aux bords
plus complexes (rotation, réflexion par rapport à un plan), les SOPs sont attirés vers des points ou
un cercle sur la sphère de Poincaré. Ces phénomènes d’attractions de polarisation peuvent être
décrits par une analyse de stabilité des solutions stationnaires du système.
Pour finir, les études réalisées par l’équipe SLCO (Nicolas Berti et Julien Fatome) au sein même
du laboratoire ont permis de confirmer expérimentalement le phénomène d’attraction de polari-
sation s’effectuant au milieu d’une fibre isotrope et d’une fibre de biréfringence aléatoire.
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6.1 Conclusion
Dans la première partie de ce manuscrit nous avons discuté l’effet de condensation de lumière
incohérente. Nous avons vu dans le chapitre 2, qu’en l’absence d’un guide d’onde, le processus
de condensation requiert en pratique de très grandes longueurs de propagation qui ne sont pas
accessibles dans les expériences conventionnelles. L’expérience réalisée dans le groupe de Ro-
bin Kaiser à Nice a permis de mettre en évidence un phénomène de pré-condensation qui a lieu
très loin de l’équilibre thermodynamique et qui joue un rôle précurseur pour cet état d’équilibre
asymptotique [38]. Par ailleurs, la prise en compte d’un potentiel de confinement guidant la lu-
mière permet de bien définir la transition vers l’état condensé et l’état d’équilibre de Rayleigh-
Jeans, notamment en régularisant de manière effective la catastrophe ultraviolette inhérente à un
champ classique. Sur la base de la théorie de turbulence d’ondes, nous avons montré théorique-
ment et numériquement dans le chapitre 3, que le désordre structurel lié à la propagation dans
une fibre optique multimode introduit une dissipation effective dans le système, laquelle modifie
la régularisation des résonances et donne lieu à une accélération importante de l’effet de therma-
lisation et condensation. Les développements théoriques ont aussi clairement montré la nature
discrète de la turbulence d’ondes qui se développe dans une fibre optique multimode. Ces ana-
lyses permettent de mieux comprendre l’effet de nettoyage de faisceau mis en évidence dans les
fibres multimodes [39–41]. Dans ce cadre, nous avons développé une étude expérimentale dans
laquelle nous avons montré l’existence d’une transition de la distribution thermique du champ
optique vers l’état condensé, avec une fraction de puissance significative condensée dans le mode
fondamental [42].
Notons également que nous avons considéré en chapitre 3 l’impact du désordre fort dans le
régime où les effets linéaires sont largement dominants (approche linéaire), ce qui a révélé que
le couplage entre les modes dégénérés renforce le processus de thermalisation vers la distribution
d’équilibre de Rayleigh-Jeans. Il serait intéressant d’étendre la théorie développée pour le désordre
faible au désordre fort pour étudier l’interaction entre les couplages aléatoires entre modes et les
effets non-linéaires sur le processus de condensation.
Concernant l’expérience de nettoyage de faisceau en fibre multimode, nous signalons que de
nouvelles mesures réalisées au laboratoire ICB par Kilian Baudin confirment l’observation d’un ef-
fet de condensation qui est en bon accord avec la courbe de condensation théorique. Il est impor-
tant de noter que dans ces nouvelles expériences, la contribution cinétique de l’énergie linéaire a
été mesurée par le champ lointain. Ce serait intéressant d’étendre cette expérience en fibre multi-
mode pour mettre en évidence une manifestation importante de la superfluidité, i.e., la nucléation
de vortex induits par la rotation du potentiel de confinement selon la variable d’évolution « tem-
porelle » de propagation dans une fibre manufacturée, en analogie complète avec la rotation de
condensats piégés de Bose-Einstein [110].
Dans le courant de mon travail de thèse j’ai aussi pu me familiariser avec d’autres formalismes
cinétiques de turbulence décrivant la propagation d’ondes optiques incohérentes dans différentes
configurations. Nous avons ainsi mis en évidence dans le chapitre 4, un mécanisme d’émergence
spontanée de cohérence de phase à longue portée dans un milieu caractérisé par une réponse
non locale dans l’espace ou non-instantannée en temps. J’ai également étudié la formation de
singularités de type ondes de choc incohérentes avec le formalisme de Vlasov longue portée [54]
(cf annexe C), ou encore la formation de structures de type solitons vectoriels incohérents avec le
formalisme de turbulence faible de Langmuir[57] (cf annexe D).
Mon travail de thèse a également été consacré à une forme différente d’auto-organisation
d’ondes dans un milieu non-linéaire « ouvert » caractérisé par une taille finie. Dans ce cadre, nous
avons mis en évidence théoriquement et expérimentalement une nouvelle propriété d’attraction
de polarisation d’ondes optiques contra-propagatives. Contrairement aux études antérieures, nous
avons montré dans le chapitre 5 que des ondes non-polarisées indépendantes peuvent se repola-
riser spontanément au cours de leur propagation précisément au point milieu de la fibre optique
[81, 189]. La description théorique de ce processus d’attraction de polarisation a été développée
par l’analyse des états stationnaires du système ainsi que leurs propriétés géométriques et topo-
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logiques. Rappelons cependant que cette approche n’explique pas pourquoi le système exhibe un
processus irréversible de relaxation vers un état stationnaire – notons toutefois que cet effet de re-
laxation peut être décrit en détail en régime linéaire [213]. Remarquons une différence essentielle
qui distingue ce processus d’auto-organisation pour un système « ouvert » avec ceux discutés pré-
cédemment pour des systèmes turbulents « fermés », pour lesquels la formation d’une structure
cohérente de basse énergie (soliton ou condensat homogène) est nécessaire afin d’augmenter le
désordre (fluctuations) dans le système. En raison de la taille finie du système, le système « ouvert »
peut évacuer du milieu fini les fluctuations des ondes, pouvant ainsi relaxer vers un état station-
naire de basse énergie (compatible avec les conditions aux limites imposées de part et d’autre du
milieu non-linéaire).
6.2 Perspectives
Dans la suite de ce dernier chapitre nous allons discuter différentes perspectives et différents
problèmes ouverts qui sont en lien avec ce travail de thèse présenté dans les précédents chapitres.
6.2.1 Repolarisation par thermalisation d’ondes incohérentes
Nous avons vu au chapitre 5 que des ondes partiellement polarisées peuvent se repolariser
spontanément grâce à à leur interaction contra-propagative dans un milieu non-linéaire de lon-
gueur finie. Dans le cadre de ma thèse j’ai également participé à un autre projet dans lequel une
onde incohérente se repolarise spontanément au cours de sa propagation dans un milieu non-
linéaire (fibre optique monomode) caractérisé par une faible biréfringence. Nous avons dans ce
cas considéré le modèle NLS unidimensionnel décrivant l’évolution de l’onde en présence d’un
échange cohérent de puissance entre les deux états de polarisation orthogonaux. Sur la base de
la théorie cinétique de turbulence d’ondes, nous avons montré que la thermalisation naturelle du
champ vers l’état d’équilibre thermodynamique se traduit par une repolarisation de ce champ in-
cohérent. En d’autres termes, il est thermodynamiquement avantageux pour l’onde incohérente
d’évoluer vers un état polarisé, car cette évolution permet à l’onde d’augmenter la quantité de
désordre sous forme de fluctuations rapides aux petites échelles. Cet effet de repolarisation induit
par thermalisation avait été prédit dans le cadre d’une interaction non-linéaire bi-dimensionnelle,
pour laquelle la réalisation expérimentale s’avère particulièrement difficile [214]. Dans le cadre de
ma thèse, nous avons pu étendre théoriquement ce mécanisme de repolarisation à des systèmes
uni-dimensionnels comme une fibre optique monomode, pour lesquels l’effet de thermalisation
est en général lent, voire inattendu, en raison des dégénérescences des conditions de résonances
à une dimension. Les simulations numériques représentés en Figure 6.1 indiquent que l’effet de
repolarisation pourrait être observé dans une fibre optique faiblement biréfringente, à condition
que la biréfringence faible puisse être entretenue et contrôlée sur des longueurs suffisamment
importantes. Cela constitue une difficulté majeure de l’expérience que nous envisageons de déve-
lopper prochainement au laboratoire.
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FIGURE 6.1 – Phénomène de repolarisation lors de la propagation d’une onde incohérente vectorielle dans
une fibre optique faiblement biréfringente : Profil temporel de l’intensité Ix,y (t , z)= |ψx,y (t , z)|2 à z = 0 LNL
(a), et à z = 500 LNL (b) pour la composante de polarisation linéaire selon x (rouge) et la polarisation linéaire
y (tirets bleus). (c) Évolution de la puissance Nx,y =
∫ |ψx,y (t )|2d t pour la polarisation linéaire x (rouge)
et la polarisation y (bleu) au cours de la propagation de l’onde, montrant un processus de polarisation
caractérisé par l’augmentation du degré de polarisation (d). Notons que 0 =
√
LNL|β2|/2 correspond au
« healing time » caractérisant l’échelle temporelle pour laquelle les effets linéaire et non-linéaire sont du
même ordre.
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6.2.2 Gel de la dynamique de thermalisation dans une fibre à saut d’indice
L’analyse théorique développée dans le chapitre 3 qui décrit la propagation d’un speckle dans
une fibre GRIN multimode en présence de désordre faible, peut être appliquée en principe à
d’autres géométries de guide d’onde, telle qu’une fibre optique multimode à saut d’indice (STEP).
Pour rappel, l’indice optique dans une fibre STEP évolue comme ∀r ≤ ra n(r ) = nc , et n(r ) =
ng∀r > ra , ce qui conduit à un potentiel V(r ) homogène dans le cœur de la fibre. Cet exemple est
important puisque l’effet de nettoyage de faisceau n’a pas été observé dans une fibre STEP.
Afin d’expliquer ce phénomène, il est tout d’abord important de noter que contrairement à la
fibre GRIN, les valeurs propres des modes βp d’une fibre STEP ne sont pas régulièrement espacées
et les dégénérescences sont rares. Rappelons que, lors du processus de thermalisation, l’excitation
de modes d’ordres supérieurs s’effectue par des résonances non-triviales qui impliquent au moins
trois modes non-dégénérés. Contrairement à une fibre GRIN, les résonances non-triviales dans
une fibre à saut d’indice ne sont pas des résonances exactes ∆ωpl mn = 0. La propagation d’ondes
incohérentes dans une fibre STEP n’est alors pas décrite par la turbulence discrète mais par la tur-
bulence continue. Toutefois, les quasi-résonances dans une fibre STEP sont peu efficaces, en effet
la plupart des quasi-résonances vérifient |∆ωpl mn | > 1/LNL : les quasi-résonances ont un désac-
cord de fréquence trop grand pour conduire à des contributions non négligeables dans l’équation
cinétique décrivant l’évolution des puissances modales.
Pour illustrer cet argument nous comparons pour une fibre GRIN le nombre NGRINres de réso-
nances exactes non triviales ∆ωpl mn = 0, avec le nombre NSTEPres de quasi-résonances non triviales
pour une fibre STEP déterminées par la condition |∆ωpl mn | ¿ 1/LNL. Les résonances « non tri-
viales » que nous considérons sont les résonances impliquant au moins trois groupes de modes
non-dégénérés, i.e. trois valeurs propres βp différentes. Pour effectuer cette étude nous considé-
rons deux fibres possédant approximativement le même nombre de modes : M= 120 pour la fibre
GRIN (nc = 1.47 ,ng = 1.457 et ra = 26µm), et M= 121 pour la fibre STEP (nc = 1.4496, ng = 1.4462
et ra = 37µm). Les quasi-résonances que nous considérons sont toutes celles vérifiant le critère
|∆ωpl mn | < L−1NL/10 pour deux différentes longueurs non-linéaires LNL = 0,25m et LNL = 1m. Les
résultats reportés dans le Tableau 6.1 indiquent une réduction très importante du nombre de réso-
nances et des efficacités correspondantes dans une fibre STEP en comparaison à une fibre GRIN.
N(1)res χ
(1)
eff N
(2)
res χ
(2)
eff
STEP 1376 4.7 12256 15
GRIN 8 369 504 630 8 369 504 630
TABLEAU 6.1 – Nombre de résonances N(1,2)res et efficacités correspondantes χ
(1,2)
eff =
∑
pl mn S
2
pl mn pour une
fibre multimode à profil d’indice STEP et GRIN. Pour la fibre STEP, nous calculons les quasi-résonances
|∆ωpl mn | < L−1NL/10 pour deux différentes longueurs non-linéaires LNL = 0,25m et LNL = 1m correspondant
respectivement à (1) et (2). Pour la fibre GRIN, nous avons pris en compte les résonances exactes.
Pour résumer, nous venons de voir que la propagation d’une onde incohérente dans une fibre
STEP ne s’effectue pas dans un régime de turbulence discrète puisqu’il n’existe pas de résonances
exactes non-triviales. De plus, la fibre STEP exhibe un nombre relativement faible et peu efficace
de quasi-résonances, ce qui gèle le développement du régime de turbulence continu. Le nombre
de quasi-résonances contribuant à l’équation cinétique peut être augmenté en considérant no-
tamment une fibre avec un rayon de cœur plus important, réduisant alors la différence des va-
leurs propres entre les modes. Dans ce cas, le régime de turbulence continu doit en principe s’éta-
blir à condition d’avoir une puissance suffisamment importante dans les modes. On peut alors
s’attendre à ce que dans le régime de turbulence continue, la dissipation effective induite par le
désordre faible introduise un élargissement spectral des résonances d’ondes, ce qui devrait empê-
cher la conservation de l’énergie. L’équation cinétique prédirait alors une relaxation vers un état
d’équilibre caractérisé par une équipartition de puissance (et non d’énergie), ce qui inhiberait le
processus de condensation et donc l’effet de nettoyage de faisceau.
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6.2.3 Inhibition du processus de thermalisation dans une fibre GRIN pour des condi-
tions initiales spécifiques
La dynamique de thermalisation et de condensation dans la fibre multimode présentée dans
le chapitre 3 est pertinente lorsque le champ initial excite un nombre important de modes de la
fibre optique. Ceci est le cas pour l’expérience que nous avons réalisée et présentée dans la sec-
tion 3.5, puisque le champ optique est partiellement cohérent par le passage à travers un diffuseur
avant injection dans la MMF. Ainsi, nous avons montré que l’augmentation du nombre de modes
initialement excités conduit à une dégradation du phénomène de nettoyage de faisceau, comme
le prévoit la transition de phase de condensation. Il est important de souligner qu’il existe des ex-
périences dans lesquelles des conditions d’injections très particulières sont considérées, peuplant
initialement un faible nombre de modes [215, 216]. Si nous considérons l’injection au centre de
la fibre et en incidence normale d’un faisceau Gaussien de largeur comparable à celle du mode
fondamental, alors dans cette situation, très peu de modes sont excités. Un autre exemple im-
portant considéré dans [215] est l’injection d’un faisceau Gaussien avec un angle d’incidence θ,
permettant d’exciter des modes très spécifiques. Dans ce cas, il a été montré expérimentalement
que pour un angle d’injection avoisinant la valeur de θ = 2.5◦, un phénomène remarquable de
nettoyage de faisceau s’effectue sur le mode LP11 (correspondant au mode indexé par les nombres
entiers (mx = 1,my = 0) ou (mx = 0,my = 1)) et non plus sur le mode fondamental LP01.
À première vue, cette observation expérimentale semble être en contradiction avec l’effet de
condensation et de thermalisation vers la distribution de Rayleigh-Jeans. Toutefois, comme nous
l’avons déjà mentionné, la propagation de l’onde incohérente est décrite par le régime de turbu-
lence faible qui est dominé par les résonances exactes. Ainsi, si nous considérons ces conditions
initiales particulières avec très peu de modes excités initialement, nous pouvons voir que le pro-
cessus de thermalisation et de condensation se trouve être essentiellement gelé. Sur la base du
même argument que nous avons développé pour expliquer l’absence de nettoyage de faisceau
dans la fibre STEP (paragraphe 6.2.2 ci-dessus), nous pouvons voir pourquoi la propagation de
l’onde n’est pas liée à un processus de thermalisation et de peuplement macroscopiquement du
mode fondamental. De même, pour l’injection d’un faisceau Gaussien étroit en incidence normale
(θ= 0◦), les simulations numériques indiquent une inhibition de l’établissement de l’état d’équi-
libre thermodynamique pour les courtes longueurs de propagation considérées expérimentale-
ment. Cet effet est une conséquence directe de la nature discrète des résonances dans la MMF, qui
exhibe des « clusters » d’interactions modales résonantes en relation avec les effets de taille finie
dans le régime de turbulence d’ondes discrète [139–142].
Condition initiale N(1)res χ
(1)
eff N
(2)
res χ
(2)
eff
(i) 18 380 7.4 93 840 16
(ii) 11 600 10.7 229 776 46
(iii) 96 840 67 1 716 000 283
(iv) 922 944 210 8 369 504 603
TABLEAU 6.2 – Nombre de résonances N(1,2)res et efficacités correspondantes χ
(1,2)
eff =
∑
pl mn S
2
pl mn pour deux
valeurs d’énergies cinétiques E(1)/Ecrit = 0.32 (colonnes 2-3) et E(2)/Ecrit = 0.54 (colonnes 4-5). Les condi-
tions initiales (i) et (ii) réfèrent à l’injection d’un faisceau Gaussien centré : (i) en incidence normale (θ= 0◦)
et (ii) avec angle favorisant l’excitation du mode LP11 (θ= 2.5◦) [215]. Les conditions initiales (iii) et (iv) cor-
respondent à un faisceau incohérent (speckle) où la distribution de puissance modale est de la forme : (iii)
exponentielle et (iv) Lorentzienne.
Nous déterminons le nombre de résonances non-triviales Nres (impliquant au moins trois
groupes de modes non-dégénérés différents), et les efficacités respectives χeff =
∑
pl mn S
2
pl mn , pour
différentes conditions initiales caractérisées par la même énergie cinétique E : (i-ii) cohérentes et
(iii-iv) incohérentes. Les conditions initiales (i) et (ii) réfèrent à l’injection d’un faisceau Gaus-
sien centré : (i) en incidence normale (θ = 0◦) et (ii) avec angle favorisant initialement le mode
LP11 (θ = 2.5◦) [215]. Les conditions initiales (iii) et (iv) correspondent à un faisceau incohérent
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(speckle) où la distribution de puissance modale est de la forme : (iii) exponentielle et (iv) Lo-
rentzienne. Nous effectuons cette étude pour deux valeurs d’énergies cinétiques E(1) et E(2), cor-
respondant pour la condition (i) à un faisceau Gaussien de largeur FWHM = 2FWHM0 pour E(1)
et FWHM = 3FWHM0 pour E(2). Afin de prendre en compte la condition d’excitation des modes,
les résonances sont prises en compte si l’amplitude des modes impliqués est supérieure au seuil
np & 0.1% (pour rappel nous avons
∑
p np = 1). Nous obtenons alors les résultats présentés dans le
Tableau 6.2, où nous pouvons constater une réduction importante du nombre de résonances Nres
ainsi que de l’efficacité χeff pour des conditions initiales particulières (i-ii). Il est important de no-
ter que la comparaison entre les différentes conditions initiales (i-iv) est effectuée pour la même
énergie cinétique E, i.e. « la même quantité de désordre » dans la condition initiale. La réduction
significative de Nres et de χeff pour les conditions initiales particulières (i-ii) révèle la spécificité de
ces excitations modales en comparaison aux conditions génériques (iii-iv).
Les conditions d’injections particulières qui sont caractérisées par l’excitation d’un nombre re-
lativement faible de modes, entraînent un gel du processus de thermalisation et de condensation
pour les courtes longueurs de propagation considérées dans les expériences [215, 216]. L’équa-
tion cinétique dérivée (3.25) n’est pas pertinente pour décrire le régime d’interaction avec peu de
modes excités qui apparaît lors de courtes longueurs de propagation (L' 5−8m dans [215, 216]).
En particulier, l’impact du désordre peut être considéré comme perturbatif dans ce régime où le
système peut présenter une interaction cohérente sensible à la phase des ondes injectées. Ce ré-
gime spécifique peut probablement être décrit par une approche cohérente [132], où plus généra-
lement par des outils développés pour étudier les effets de taille finie dans la turbulence, tels que la
turbulence discrète et mésoscopique et les clusters d’interactions modales résonantes [139–142].
Ces régimes où peu de modes interagissent efficacement peuvent être maîtrisés par un réglage fin
du profil transverse lors de l’injection du faisceau optique dans la fibre multimode [215, 216]. Dans
les expériences récentes de [216], un effet de nettoyage de faisceau a été reporté sur des modes
d’ordres élevées à l’aide d’une ingénieuse boucle de rétroaction, dans laquelle le profil transverse
de l’onde optique injectée est adaptée. Plus précisément, la boucle de rétroaction permet de mo-
difier la distribution transverse de la phase du faisceau qui est ajustée par une procédure itérative
afin de forcer le faisceau à converger en sortie de la fibre vers un mode cible souhaité. Le nettoyage
de faisceau par cette méthode de contrôle adaptatif est de nature différente du phénomène spon-
tané de condensation vers le mode fondamental, qui provient de la thermalisation naturelle de
l’onde vers la distribution d’équilibre thermodynamique.
6.2.4 Corrections de la relation de dispersion : influence sur la thermalisation dans
une fibre GRIN
L’approche de turbulence d’ondes développée dans le chapitre 3 est basée sur NLSE en pré-
sence d’un potentiel de confinement parabolique idéal conduisant à la relation de dispersion li-
néaire βp = β0(mx +my +1). Toutefois, de nombreux effets peuvent introduire une perturbation à
cette relation de dispersion, qui peut être écrite comme β˜p = βp+bp , où la perturbation bp est une
fonction de (mx ,my ) avec b0/β0 ¿ 1. Un exemple de perturbation bien connu dans les fibres GRIN
provient de la déviation du potentiel au profil parabolique idéal, i.e. V(r )∼ r ν avec un exposant qui
s’écarte de ν= 2. L’expression générale des valeurs propres est ainsi plus compliquée et peut être
mise sous la forme β˜p ∝ (1+mx+my )2ν/(ν+2) [126]. Si nous considérons une déviation de quelques
pour cent de la valeur théorique ν = 2 [217], nous obtenons dans les paramètres des expériences
usuelles de nettoyage de faisceau le rapport b0/β0 ∼ 5×10−3. Un autre exemple concerne la correc-
tion au premier ordre de l’équation d’Helmholtz , bp = (β20/(2k0ng ))(1+mx +my )2, qui conduit à
b0/β0 ∼ 5×10−4. De plus, nous pouvons noter que la troncature du profil parabolique du potentiel
qui limite le nombre de modes, introduit une perturbation importante pour les valeurs propres
des modes d’ordres élevés [36]. Il est important de remarquer que la déviation standard des fluc-
tuations provenant du désordre structurel de la fibre (terme Dp (z)Ap dans Eq.(3.13)) peut être du
même ordre de grandeur que les corrections de la relation de dispersion. En outre, notons que la
courbure de la fibre optique introduit une correction des βp de l’ordre de ' ra/rc , avec ra le rayon
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du cœur de la fibre et rc le rayon de courbure (ra/rc ' 10−4 pour ra = 25µm et rc = 25cm).
Dans l’objectif d’étudier l’impact des perturbations sur la relation de dispersion, nous dérivons
une équation cinétique dans le même régime considéré en chapitre 3, i.e Ld = 1/∆β¿ LNL. Les ré-
sonances qui étaient exactes∆ωlmnp = βl+βm−βn−βp = 0 exhibent maintenant une contribution
résiduelle non-résonante ∆ω˜lmnp = β˜l + β˜m − β˜n − β˜p = ∆blmnp avec ∆blmnp = bl +bm −bn −bp .
En procédant de la même manière que dans la section 3.2.1.2, nous obtenons l’équation cinétique
suivante :
∂z np (z) = 4γ
2∆β
3
∑
l ,m,n
δK(∆ωlmnp )
∆b2lmnp +∆β
2 |Slmnp |2Mlmnp (n)+
32γ2∆β
9
∑
l
δK(∆ωl p )
∆b2l p +∆β
2 |sl p (n)|2(nl −np )
(6.1)
avec sl p (n)=
∑
m′ Sl m′m′p nm′ , Ml mnp (n)= nl nmnp +nl nmnn −nnnp nm −nnnp nl , ∆bl p = bl −bp
et ∆β = 8∆β. Nous remarquons que cette KE implique une distribution Lorentzienne qui renvoie
à la largeur finie des résonances à quatre ondes due à la dissipation effective ∆β. Cela entraîne
une décélération du processus de thermalisation dans le régime b0 ∼ ∆β. En revanche, dans le
régime opposé ∆βÀ b0, la distribution Lorentzienne peut être simplifiée ∆β/
(
∆b2lmnp +∆β
2)→
1/∆β et l’équation cinétique (6.1) retrouve la forme dérivée (3.25), i.e. les corrections de la relation
de dispersion n’affectent pas la dynamique de thermalisation.
Nous allons maintenant discuter l’influence des corrections de la relation de dispersion en ab-
sence de désordre. Cette situation est intéressante pour l’étude des simulations numériques de
NLSE « continue » (3.1), où la troncature du potentiel de confinement parabolique V(r ) introduit
une perturbation pour les modes d’ordres élevés [36]. Contrairement aux simulations de NLSE
modale (3.8) en absence de désordre qui n’exhibent pas de condensation même pour des grandes
distances de propagation, comme le montre la Figure 3.4, les simulations de NLSE (3.1) dans [36]
montrent un mécanisme rapide de condensation pour des conditions initiales speckles, i.e. pré-
sentant une distribution de puissance et de phase aléatoires. Cette thermalisation rapide peut être
expliquée par la perturbation de la relation de dispersion induite par la troncature. Celle-ci lève
la dégénérescence des modes d’ordres élevés et modifie la régularisation des résonances, ce qui
accélère la cinétique de thermalisation comme LPERTKE ∼ bp L2NL/S¯2lmnp . Cependant, contrairement
aux expériences de nettoyage de faisceau, cette estimation de LPERTKE suppose une condition ini-
tiale avec phases aléatoires entre les modes, ce qui est essentiel pour l’application de la théorie de
turbulence d’ondes. De plus cette estimation de LPERTKE suppose que la perturbation bp est main-
tenue fixe, alors que dans une expérience réelle cette perturbation ne peut pas être contrôlée tout
au long de la fibre en raison des imperfections et des perturbations extérieures prises en compte
dans le terme de désordre de l’équation de propagation.
Notons enfin que le profil d’indice optique n(r ) des fibres multimodes peut être ajusté pour
optimiser les propriétés des modes. Par exemple, il est possible de généraliser le profil parabo-
lique des fibres GRIN en utilisant des exposants s’écartant fortement de ν = 2, plus cet exposant
sera élevé, et plus le profil de la fibre sera proche de celui d’une fibre STEP. Comme les effets de net-
toyage de faisceau n’ont pas lieu dans une fibre STEP, il serait intéressant d’étudier la dégradation
de l’effet de condensation d’ondes en régime de turbulence discrète en augmentant graduelle-
ment l’exposant du profil d’indice ν, en relation avec les expériences initialisées dans [148].
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A.1 Calibration des pertes linéiques
Dans le chapitre 2, nous avons étudié le phénomène de pré-thermalisation observé expéri-
mentalement par l’équipe de Robin Kaiser lors de à la propagation d’un speckle dans une vapeur
de Rubidium. Afin d’analyser ce phénomène qui a lieu loin de l’équilibre thermodynamique, il est
nécessaire de connaître certaines propriétés du système tel que ses pertes linéiques et sa réponse
non-linéaire. À la longueur d’onde du laser (λ = 780nm), la ligne D2 du Rubidium présente plu-
sieurs transitions hyperfines comprenant 2 niveaux fondamentaux et 4 niveaux excités pour les
deux isotopes naturels 87Rb et 85Rb. D’après ces différents états, il est possible de modifier la fré-
quence du laser ωl afin de se rapprocher, ou de s’éloigner de la fréquence de résonance ωat de
4 transitions spécifiques [218]. Dans cette expérience, un désaccord de fréquence a été envisagé
∆ω = ωl −ωat avec la transition |5S1/2,F = 2 >→ |5P3/2,F′ = 3 > du Rubidium 87Rb. Le désaccord
de fréquence utilisé ∆ω est toujours négatif, i.e ωl < ωat afin de ne tenir compte de cette tran-
sition de plus basse fréquence que les 3 autres. Pour des désaccords en fréquence suffisamment
grands |∆ω| > 1GHz, l’élargissement Doppler conduisant à une transition de forme Lorentzienne
de largeur Γ= 6,06MHz peut être négligé. Dans cette approximation, la propagation d’un champ
d’enveloppe lentement variable dans un gaz est décrit par un modèle d’atome à deux niveaux
[82, 219] :
i
∂ ψ
∂z
=− 1
2k0
∇2rψ+
γ|ψ|2
1+α|ψ|2ψ−
iσ0
1+4∆ω2/Γ2+|ψ|2/Is
ψ, (A.1)
avec le coefficient non-linéaire γ = −2σ0∆ωµ2/(ΓIs), le coefficient µ = 1/(1+ 4∆ω2/Γ2), le para-
mètre σ0 = 3piρat/k20 caractérisé par la densité d’atomes ρat, l’intensité de saturation Is et la sa-
turation non-linéaire α = µ/Is . Nous pouvons remarquer que puisque le désaccord de fréquence
considéré est négatif ∆ω< 0, la non-linéarité est défocalisante (γ> 0).
Tout d’abord, il est nécessaire d’étudier la densité d’atomes de Rubidum dans le gaz lors du
chauffage de la cellule. La puissance transmise par la cellule est mesurée pour une onde de très
faible puissance en fonction du désaccord de fréquence ∆ω en Figure A.1(a). D’après l’équation
(A.1), le taux de transmission du système s’écrit T = exp(−αpertesL) avec αpertes =σ0/(1+4∆ω2/Γ2)
et par un ajustement il est possible d’obtenir la densité d’atomes du gaz. Pour une température
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typique de 150°C la densité d’atomes de Rubidium vaut ρat ≈ 2.1020 m−3. Tant que nous sommes
loin de la résonance de la transition, nous pouvons négliger les pertes du système.
A.2 Calibration du coefficient non-linéaire
La détermination des effets non-linéaires s’effectue de manière indirecte à travers l’étude du
spectre spatial (champ lointain). Au cours de la propagation dans un milieu non-linéaire d’un fais-
ceau cohérent, l’accumulation de phase non-linéaire conduit à l’auto-modulation de phase géné-
rant des anneaux dans le spectre de l’onde. La phase non-linéaire induite lors de la propagation
peut être estimée avec le nombre d’anneaux par la relation φNL = 2piNanneaux pour une intensité
maximale au centre, et par φNL = (2Nanneaux−1)pi pour un minimum [220, 221]. Le nombre d’an-
neaux dans le champ lointain est observé et la phase non-linéaire φNL est calculée en fonction
du désaccord de fréquence ∆ω en Figure A.1(b). Nous avons présenté plusieurs images du spectre
enregistré à la caméra pour différents désaccords∆ω. En utilisant Eq.(A.1) il est possible d’obtenir
une expression pour la phase non-linéaire accumulée au cours de la propagation et d’effectuer un
ajustement avec le paramètre libre Is . À partir de ces ajustements, la phase non-linéaire est déter-
minée en fonction de la puissance et du désaccord en fréquence considéré. Finalement, à partir
de la phase non-linéaire nous pouvons obtenir la longueur non-linéaire LNL = L/φNL.
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FIGURE A.1 – (a) Étude de la transmission en fonction de la fréquence du laser pour un faisceau de très
faible puissance en régime linéaire. L’ajustement de la courbe est effectué à partir de Eq.(A.1) avec pour
paramètres libres la densité atomique ρat. (b) Calibration de la non-linéarité en fonction de la fréquence
du laser pour 3 puissances différentes : N= 100mW (rouge), N= 500mW (vert) et N= 1000mW (bleu). Des
images du spectre sont enregistrées pour différents désaccords ∆ω.
A.3 Calibration de la longueur de cohérence du speckle
Nous avons caractérisé l’incohérence du speckle généré par le diffuseur avec la fonction d’au-
tocorrélation qui caractérise la taille moyenne des fluctuations d’une variable stochastique. Le
théorème de Wiener-Khinchin relie la fonction d’autocorrélation à la transformée de Fourier du
spectre. Nous considérons la fonction d’autocorrélation de l’intensité qui peut s’écrire comme
CI(r ) ∝
Î
exp(−ik .r )|Î I(r ′)exp(ik .r ′)dr ′|2dk . Cette fonction présente une structure centrale
qui peut être approchée via une Gaussienne afin d’extraire une longueur de cohérence σc . Nous
présentons en Figure A.2 un échantillon du champ proche du speckle généré par le diffuseur avec
sa fonction de corrélation correspondante et l’estimation de la longueur de cohérence σc via un
ajustement Gaussien.
Notons que le choix de la zone d’étude (AOI : Area Of Interest) est importante dans l’analyse
des mesures expérimentales. Bien qu’il soit aventageux de considérer de larges AOIs afin d’inclure
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FIGURE A.2 – Calibration de la longueur de cohérence σc : (a) image en champ proche du speckle généré
avec sa fonction de corrélation correspondante 2D (b). Estimation de la fonction de corrélation (c) de la
courbe expérimentale (bleu) à l’aide d’un ajustement Gaussien (tirets rouges).
un grand nombre de fluctuations pour déterminer la statistique de l’intensité, la largeur de la AOI
est limitée par la taille de l’enveloppe Gaussienne du faisceau. La AOI doit être une zone centrale
du faisceau suffisamment petite, pour que l’enveloppe Gaussienne n’affecte pas les statistiques de
l’intensité. Un bon compromis a été trouvé afin d’obtenir une distribution exponentielle de P(I) en
régime linéaire. Pour des zones d’études trop larges, le nombre de pixels de faibles intensités dans
les ailes de l’enveloppe Gaussienne augmente, ce qui conduit à un éloignement de la distribution
exponentielle de P(I). Pour des AOI trop petites, le nombre de pixels de faibles intensités diminue,
entraînant aussi une déviation de la distribution d’intensité exponentielle.
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B.1 Dérivation de NLSE modale en présence de désordre faible
Comme discuté en chapitre 3 (section 3.2.1.2), le point de départ est l’équation NLS (3.11) avec
un potentiel aléatoire complexe W(r , z). Nous décomposons le champ ψ(r , z) = ∑p Ap (z)φp (r )
dans la base des modes orthonormés {φ0(r ), ...,φM−1(r )} avec les valeurs propres βp de l’équation
NLS linéarisée avec le potentiel V(r ) et sans désordre Wˆ = 0. Les composantes modales Ap (z)
vérifient :
i∂z Ap = βp Ap +
M−1∑
q=0
Wpq (z)Aq −γ0Pp (A), (B.1)
où les matrices aléatoires 2×2 sont de la forme Wpq (z)=
∫
up (r )Wˆ(r , z)u∗q (r )dr . La matrice Dˆ(r , z)
étant Hermitienne, nous pouvons toujours la décomposer sur la base complète des matrices de
Pauli σ j :
Dˆ(r , z)=
3∑
j=0
νˆ j (r , z)σ j , (B.2)
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les fonctions stochastiques νˆ j (r , z) sont indépendantes réelles et identiquement distribuées. Nous
écrivons Ap = (cp exp(−iβp z),dp exp(−iβp z))T, et nous considérons le régime où les effets de désordre
dominent les effets non-linéaires.
Dans le régime des expériences de nettoyage de faisceau usuelles, nous avonsβ0 À supr ,z |Dˆ(r , z)|,
ce qui entraîne que la dynamique des processus aléatoires (cp (z),dp (z))N
∗−1
p=0 sont Markovien avec
le générateur infinitésimal [222, 223] :
L = − ∑
βp−βq=βq′−βp′
τpqp ′q ′
{
cq∂cp
(
cq ′∂cp′
)+dq∂cp (cq ′∂dp′ )+ cq∂dp (dq ′∂cp′ )+dq∂dp (dq ′∂dp′ )}
+ ∑
βp−βq=βp′−βq′
τpqp ′q ′(cq c
∗
q ′ +dq d∗q ′)
(
∂2cp c∗p′
+∂2dp d∗p′
)+ c.c. , (B.3)
où nous utilisons la dérivée complexe classique :
ζ= ζr + iζi  ∂ζ =
1
2
(∂ζr − i∂ζi ), ∂ζ∗ =
1
2
(∂ζr + i∂ζi ), (B.4)
avec νpq j (z) =
∫
up (r )νˆ j (r , z)u∗q (r )dr , et τpqp ′q ′ = 2
∫∞
0 E
[
νpq0(z)νp ′q ′0(0)
]
e i (βp−βq )z d z. Cela si-
gnifie que pour toute fonction test F(c ,c∗,d ,d∗), le moment E
[
F(c(z),c∗(z),d (z),d∗(z))
]
satisfait
l’équation de Kolmogorov :
∂zE
[
F(c(z),c∗(z),d (z),d∗(z))
]=
E
[
[L F](c(z),c∗(z),d (z),d∗(z))
]
. (B.5)
La forme du générateur L montre que le moment du premier ordre, i.e. la moyenne des am-
plitudes modales, satisfait une forme fermée d’équation linéaire qui présente une décroissance
exponentielle. Le moment du second ordre vérifie aussi une forme fermée d’équation linéaire ex-
hibant un échange de puissance entre les modes qui est compliquée à cause des corrélations de
phase entre les modes. Par simplicité nous considérons des modes non-dégénérés car dans ce cas
le générateur prend la forme simplifiée suivante :
L = −
M−1∑
p,q=0
τpqpq
{
cq∂cp
(
cp∂cq
)+dq∂cp (cp∂dq )+ cq∂dp (dp∂cq )+dq∂dp (dp∂dq )}
+
M−1∑
p,q=0
τpqpq (cq c
∗
q +dq d∗q )
(
∂2cp c∗p +∂
2
dp d∗p
)+ c.c. . (B.6)
Nous appelons lν la longueur de corrélation du processus ν j , et nous supposons que (βp−βq )lνÀ
1 pour tout p 6= q (qui est bien vérifié dans les expériences du nettoyage du faisceau car β0 '
5.103m−1). Ainsi τpqpq = 0 pour tout p 6= q , et le générateur devient découpléL =∑M−1p=0 Lp , où :
Lp = τpppp
{−2cq∂cp −2dp∂dp − (c2p +d 2p )(∂2cp cp +∂2dp dp )
+(cp c∗p +dp d∗p )
(
∂2cp c∗p +∂
2
dp d∗p
)}+ c.c. (B.7)
Cette analyse montre que les processus aléatoires (cp (z),dp (z)) sont indépendant les uns des autres.
Ainsi NLSE modale (B.1) retrouve la forme en Eq.(3.13) :
i∂z Ap = βp Ap +Wp (z)Ap −γ0Pp (A), (B.8)
avec Wp (z)=Wpp (z)=∑ j νp, j (z)σ j et νp, j (z)= νpp j (z).
B.2 Dérivation de l’équation cinétique en présence de désordre faible
Pour étudier la corrélation entre les modes, nous dérivons une équation pour les moments
d’ordre deux < A∗p ATq > (z). Nous déterminons dans un premier temps l’équation décrivant l’évo-
lution de la corrélation d’un même mode, i.e. entre deux polarisations orthogonales. Puis nous
étudions la corrélation entre deux modes différents.
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B.2.1 Étude de la corrélation dans un mode
Les moments de la matrice 2×2 〈A∗p ATp〉 (z) vérifient l’équation :
∂z 〈A∗p ATp〉 = i 〈D∗p A∗p ATp〉− i 〈A∗p ATp DTp〉− iγ〈Gpp (A)〉,
où Gpq (A(z))=Pp (A)∗ATq (z)−A∗p Pq (A)T(z). Selon le théorème de Furutsu-Novikov :
〈νp, jσ∗j A∗p ATp〉 =
∫ z
0
〈
δ
(
σ∗j A
∗
p A
T
p (z)
)
δνp, j (z ′)
〉σ2βR
( z− z ′
lβ
)
d z ′.
La dérivée variationnelle peut être déterminée avec [143], qui est la solution de (pour z > z ′) :
∂z
δ
(
A∗p ATp (z)
)
δνp, j (z ′)
= i D∗p
δ
(
A∗p ATp (z)
)
δνp, j (z ′)
− i
δ
(
A∗p ATp (z)
)
δνp, j (z ′)
DTp − iγ
δ
(
Gpp (A(z))
)
δνp, j (z ′)
,
en partant de :
δ
(
A∗p ATp (z)
)
δνp, j (z ′)
|z=z ′= iσ∗j A∗p ATp (z)− i A∗p ATp (z)σTj .
Nous avons besoin de connaître la forme de la dérivée variationnelle pour z ′ < z et |z− z ′| =O(lβ).
Comme σβlβ¿ 1 et lβ¿ Lnl , tous les termes du côté droit de l’équation différentielle (B.9) sont
négligeables pour |z − z ′| =O(lβ), ainsi l’expression du premier ordre de la dérivée variationnelle
pour z ′ < z et |z− z ′| =O(lβ) vaut :
δ
(
A∗p ATp (z)
)
δνp, j (z ′)
= iσ∗j A∗p ATp (z ′)− i A∗p ATp (z ′)σTj , (B.9)
et donc :
〈νp, jσ∗j A∗p ATp〉 = i
∫ z
0
〈σ∗j σ∗j A∗p ATp (z ′)〉σ2βR
( z− z ′
lβ
)
d z ′− i
∫ z
0
〈σ∗j A∗p ATp (z ′)σTj 〉σ2βR
( z− z ′
lβ
)
d z ′.
Pour j = 0 cette expression est nulle et pour j = 1,2,3 nous pouvons l’approximer par :
〈νp, jσ∗j A∗p ATp〉 =
i∆β
2
(〈σ∗j σ∗j A∗p ATp〉−〈σ∗j A∗p ATpσTj 〉),
en utilisant σβlβ¿ 1 et lβ¿ Lnl . Nous obtenons alors :
∂z 〈A∗p ATp〉 =−∆β
(
3〈A∗p ATp〉−
3∑
j=1
σ∗j 〈A∗p ATp〉σTj
)
− iγ〈Gpp (A)〉.
La moyenne de la matrice 2×2 〈A∗p ATp〉 est Hermitienne et peut être développée comme :
〈A∗p ATp〉 =wp (z)σ0+
3∑
j=1
wp, j (z)σ j .
Les fonctions de valeurs réelles wp et (wp, j )3j=1 satisfont :
∂z wp = −γΠ0
{〈i Pp (A)∗ATp − i A∗p Pp (A)T〉}, (B.10)
∂z wp, j = −4∆βwp, j −γΠ j
{〈i Gpp (A)〉}, (B.11)
où les termes Π j W proviennent des coefficients de la décomposition de la matrice Hermitienne
W sur σ j . En particulier,Π0W=Tr(W)/2 si bien que :
Π0
{〈i Gpp (A)〉}=−Im〈Pp (A)†Ap〉.
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Les coefficients wp, j pour j = 1,2,3 satisfont l’équation amortie :
∂z wp, j =−4∆βwp, j −γΠ j
{〈i Gpp (A)〉}.
Ils sont alors de la forme :
wp, j (z)=wp, j (0)exp
(−4∆βz)−γ∫ z
0
exp
(−4∆β(z− z ′))Π j {〈i Gpp (A)〉}(z ′)d z ′.
Comme nous avons z,Lnl À 1/∆β, la condition initiale est amortie et le second terme dans la
partie droite peut être simplifié. Nous obtenons pour j = 1,2,3
wp, j = − γ
4∆β
Π j
{〈i Gpp (A(z))〉}. (B.12)
En supposant que Ld = 1/∆β¿ Lnl , nous avons alors :
wp, j ' 0 (B.13)
au premier ordre.
B.2.2 Étude de la corrélation entre deux modes
Pour étudier les corrélations entre deux modes distincts, nous dérivons une équation pour le
moment 〈A∗p ATq〉. Les moments qui impliquent le désordre de la forme 〈D∗p A∗p ATq〉 sont traités par
le théorème de de Furutsu-Novikov :
〈νp, jσ∗j A∗p ATq〉 =
∫ z
0
〈
δ
(
σ∗j A
∗
p A
T
q (z)
)
δνp, j (z ′)
〉σ2βR
( z− z ′
lβ
)
d z ′.
La dérivée variationnelle pour z > z ′ satisfait l’équation :
∂z
δ
(
A∗p ATq (z)
)
δνp, j (z ′)
= i D∗p
δ
(
A∗p ATq (z)
)
δνp, j (z ′)
− i
δ
(
A∗p ATq (z)
)
δνp, j (z ′)
DTq + i (βp −βq )
δ
(
A∗p ATq (z)
)
δνp, j (z ′)
− iγδ
(
Gpq (A(z))
)
δνp, j (z ′)
,
avec Gpq (A(z))= Fp (A)∗ATq (z)−A∗p Fq (A)T(z) et en utilisant
δ(A∗p A
T
q (z))
δνp, j (z ′)
|z=z ′=σ∗j A∗p ATq (z ′). En suppo-
sant que σβlβ¿ 1 et que lβ¿ Lnl , les termes non-linéaires et stochastiques dans l’équation de la
dérivée variationnelle sont négligeables pour |z − z ′| =O(lβ), le développement au premier ordre
vaut alors : δ
(
A∗p ATq (z)
)
/δνp, j (z ′)=σ∗j A∗p ATq (z ′)exp
(
i (βp −βq )(z− z ′)
)
.
En utilisant la propriétéσ2j =σ0 nous obtenons 〈D∗p A∗p ATq〉 = 4i
∫ z
0 〈A∗p ATq (z ′)〉σ2βR
(
z−z ′
lβ
)
exp
(
i (βp−
βq )(z− z ′)
)
d z ′, ce qui peut être approximée par :
〈D∗p A∗p ATq〉 = 2i∆β〈A∗p ATq (z)〉 ,
en utilisant σβlβ¿ 1 et lβ¿ Lnl (A∗p ATq (z)' A∗p ATq (z ′)exp
(
i (βp −βq )(z− z ′)
)
pour |z− z ′| =O(lβ)).
Nous obtenons donc :
∂z 〈A∗p ATq〉 = (−4∆β+ i (βp −βq ))〈A∗p ATq〉− iγ〈Gpq〉.
En écrivant la solution de 〈A∗p ATq〉 (z) et en utilisant z,Lnl À 1/∆β, la condition initiale 〈A∗p ATq〉 (0)
est amortie et la solution peut être écrite comme :
〈A∗p ATq〉 (z) =
iγ〈Gpq〉
4∆β− i (βp −βq )
.
Comme Lnl À 1/∆β, nous obtenons 〈A∗p ATq〉 (z)' 0 au premier ordre.
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B.2.3 Fermeture des équations des moments
Les composantes modales diagonales wp en Eq.(B.10) satisfont l’équation :
∂z wp = γIm〈Pp (A)†Ap〉.
Avec les termes non-linéaires écrits en Eq.(3.9), nous obtenons que les modes wp satisfont les
équations couplées Eq.(3.16) et Eq.(3.18). Nous dérivons maintenant les équations décrivant l’évo-
lution du moment d’ordre quatre 〈X(1)p 〉 et 〈X(2)p 〉 données en Eq.(3.17)-Eq.(3.18).
B.2.3.1 Calcul du terme 〈X(1)p 〉 :
Nous commençons par écrire l’équation satisfaite par le produit de quatre champs :
∂z (A
†
l A
∗
m)(A
T
n Ap ) = i (βl +βm −βn −βp )(A†l A∗m)(ATn Ap )+ i (A†l D†l A∗m)(ATn Ap ) (B.14)
+i (A†l D∗m A∗m)(ATn Ap )− i (A†l A∗m)(ATnDTn Ap )− i (A†l A∗m)(ATnDp Ap )
+iγY(1)lmnp ,
Y(1)l mnp = −
∑
l ′,m′,n′
S∗l ′m′n′l
[1
3
(A†l ′A
∗
m′)(A
T
n′A
∗
m)+
2
3
(ATn′A
∗
m′)(A
†
l ′A
∗
m)
]
(ATn Ap )
− ∑
l ′,m′,n′
S∗l ′m′n′m
[1
3
(A†l ′A
∗
m′)(A
†
l An′)+
2
3
(ATn′A
∗
m′)(A
†
l A
∗
l ′)
]
(ATn Ap )
+ ∑
l ′,m′,n′
Sl ′m′n′n
[1
3
(ATl ′Am′)(A
†
n′Ap )+
2
3
((A†n′Am′)(A
T
l ′Ap )
]
(A†l A
∗
m)
+ ∑
l ′,m′,n′
Sl ′m′n′p
[1
3
(ATl ′Am′)(A
T
n A
∗
n′)+
2
3
(A†n′Am′)(A
T
n Al ′)
]
(A†l A
∗
m). (B.15)
Nous prenons la moyenne et nous appliquons la règle de sommation gaussienne aux moments
d’ordre six dans l’expression de 〈Y(1)lmnp〉 :
〈Y(1)lmnp〉 =
16
3
Slmnp
(
wl wm wp +wl wm wn −wn wp wm −wn wp wl
)+ 16
3
δmp sl n(w )wp (wl −wn)
+16
3
δmn sl p (w )wn(wl −wp )+
16
3
δl p smn(w )wp (wm −wn)+
16
3
δl n smp (w )wn(wm −wp ),
(B.16)
sl n(w ) =
∑
n′
Sln′n′n wn′ . (B.17)
Nous étendons la procédure développée dans la section B.2 pour déterminer l’équation pour
le moment d’ordre quatre. En utilisant le théorème de Furutsu-Novikov, et en considérant le cas
général l 6=m 6= n 6= p dans le régime σβlβ¿ 1 et lβ¿ Lnl , nous obtenons :
∂z 〈(A†l A∗m)(ATn Ap )〉 =
(−8∆β+ i (βl +βm −βn −βp ))〈(A†l A∗m)(ATn Ap )〉+ iγ〈Y(1)l mnp〉 , (B.18)
où la solution s’écrit comme :
〈(A†l A∗m)(ATn Ap )〉 (z) = 〈(A†l A∗m)(ATn Ap )〉 (0)exp
((−8∆β+ i (βl +βm −βn −βp ))z)
+iγ
∫ z
0
〈Y(1)l mnp〉 (z ′)exp
((−8∆β+ i (βl +βm −βn −βp ))(z− z ′))d z ′.
(B.19)
Ces équations correspondent à celles reportées en (3.19) et (3.20) pour le moment d’ordre quatre
J(1)lmnp .
Dans les autres cas où au moins deux indices sont égaux, i.e., le moment d’ordre quatre im-
plique des modes dégénérés, le calcul montre qu’il y a toujours un amortissement dans l’équation
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du moment, bien que le terme d’amortissement est multiplié par un facteur différent de 8∆β. Tou-
tefois nous pouvons négliger cette différence car : (i) ces termes sont négligeables dans la triple
somme lorsque le nombre de modes est important (MÀ 1), et (ii) ce changement n’affecte que le
terme multiplicatif 8∆β dans Eq.(B.18).
Finalement nous écrivons l’expression de 〈X(1)p 〉 dans le régime de turbulence d’ondes discrète
où β0 À∆β en sommant tous les termes :
〈X(1)p 〉 =
2γ
3∆β
∑
l ,m,n
|Sl mnp |2δK(βl +βm −βn −βp )
(
wl wm wp +wl wm wn −wn wp wm −wn wp wl
)
+ 4γ
3∆β
∑
l
|sl p (w )|2δK(βl −βp )(wl −wp ). (B.20)
B.2.3.2 Calcul du terme 〈X(2)p 〉 :
L’équation satisfaite par le produit de quatre champs s’écrit :
∂z (A
T
n A
∗
m)(A
†
l Ap ) = i (βl +βm −βn −βp )(ATn A∗m)(A†l Ap )+ i (ATn A∗m)(A†l D†l Ap )
+i (ATnD∗m A∗m)(A†l Ap )− i (ATnDTn A∗m)(A†l Ap )− i (ATn A∗m)(A†l Dp Ap )
+iγY(2)l mnp , (B.21)
Y(2)lmnp = −
∑
l ′,m′,n′
S∗l ′m′n′l
[1
3
(A†l ′A
∗
m′)(A
T
n′Ap )+
2
3
(ATn′A
∗
m′)(A
†
l ′Ap )
]
(A†m An)
− ∑
l ′,m′,n′
S∗l ′m′n′m
[1
3
(A†l ′A
∗
m′)(A
T
n′An)+
2
3
(ATn′A
∗
m′)(A
†
l ′An)
]
(A†l Ap )
+ ∑
l ′,m′,n′
Sl ′m′n′n
[1
3
(ATl ′Am′)(A
†
n′A
∗
m)+
2
3
(A†n′Am′)(A
T
l ′A
∗
m)
]
(A†l Ap )
+ ∑
l ′,m′,n′
Sl ′m′n′p
[1
3
(ATl ′Am′)(A
†
n′A
∗
l )+
2
3
(A†n′Am′)(A
T
l ′A
∗
l )
]
(A†m An). (B.22)
Nous prenons la moyenne et nous appliquons la règle de sommation gaussienne aux moments
d’ordre six dans l’expression de 〈Y(2)lmnp〉 :
〈Y(2)l mnp〉 =
16
3
Slmnp
(
wl wm wp +wl wm wn −wn wp wm −wn wp wl
)+ 16
3
δmp sl n(w )wp (wl −wn)
+32
3
δmn sl p (w )wn(wl −wp )+
32
3
δl p smn(w )wp (wm −wn)+
16
3
δln smp (w )wn(wm −wp ).
Si l 6=m 6= n 6= p, le théorème de Furutsu-Novikov conduit à :
∂z 〈(ATn A∗m)(A†l Ap )〉 =
(−8∆β+ i (βl +βm −βn −βp ))〈(ATn A∗m)(A†l Ap )〉+ iγ〈Y(2)lmnp〉 .
Cette équation correspond à celle reportée dans Eq.(3.19) pour le moment d’ordre quatre J(2)lmnp .
En suivant la même procédure, nous dérivons aussi l’équation suivante :
∂z 〈(ATl A∗l )(A†m Am)〉 = 0, (B.23)
pour tout l ,m. Cette équation implique que la variance des fluctuations d’intensités de chaque
mode p est préservée 〈|Ap |4〉 =const, i.e., la statistique Gaussienne est préservée au cours de la
propagation.
Notons que l’équation (B.23) n’est pas amortie, mais cela n’affecte pas nos résultats. En effet,
〈(ATl A∗l )(A†m Am)〉 est réel, de sorte qu’il ne contribue pas lorsqu’il est substitué dans l’équation
(3.18) car Slmml est aussi purement réel.
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En négligeant les faibles corrections qui apparaissent lorsque au moins deux indices sont égaux,
i.e. le moment d’ordre quatre implique des modes dégénérés, nous obtenons dans le régime de
turbulence d’ondes discrète (β0 À∆β) :
〈X(2)p 〉 =
2γ
3∆β
∑
l ,m,n
δK(βl +βm −βn −βp )|Slmnp |2
(
wl wm wp +wl wm wn −wn wp wm −wn wp wl
)
+ 2γ
∆β
∑
l
δK(βl −βp )|sl p (w )|2(wl −wp ). (B.24)
En remplaçant les expressions de 〈X( j )p 〉 ( j = 1,2) données en Eq.(B.20) et Eq.(B.24) dans l’équation
d’évolution des composantes modales (3.16), nous obtenons l’équation cinétique discrète (3.25).
B.3 Impact d’un désordre corrélé ou partiellement corrélé sur l’équa-
tion cinétique
B.3.1 Désordre faible corrélé entre les modes
B.3.1.1 Détermination du moment 〈(A†l A∗m)(ATn Ap )〉
Dans le modèle de désordre corrélé entre les modes, tous les modes sont soumis au même
désordre, Dn ≡ D = ∑3j=0ν jσ j . L’équation (B.15) décrivant l’évolution du produit entre quatre
champs devient :
∂z (A
†
l A
∗
m)(A
T
n Ap ) = i (βl +βm −βn −βp )(A†l A∗m)(ATn Ap )+ i (A†l D†A∗m)(ATn Ap )
+i (A†l D∗A∗m)(ATn Ap )− i (A†l A∗m)(ATnDT Ap )− i (A†l A∗m)(ATnDAp )
+iγY(1)lmnp . (B.25)
Notons que A†l D
†A∗m+A†l D∗A∗m = 2
∑
j∈{1,3}ν j A†lσ j A
∗
m . Nous appliquons la même procédure déve-
loppée dans le paragraphe B.2. En utilisant le théorème de Furutsu-Novikov et en supposant que
σβlβ¿ 1 et lβ¿ Lnl nous obtenons :
δA†lσ j A
∗
m A
T
n Ap (z)
δν j (z ′)
= 2i
[
A†l A
∗
m A
T
n Ap (z
′)−A†lσ j A∗m ATnσ j Ap (z ′)
]
exp
[
i (βl +βm −βn −βp )(z− z ′)
]
et donc :
∂z 〈(A†l A∗m)(ATn Ap )〉 =
(−4∆β+ i (βl +βm −βn −βp ))〈(A†l A∗m)(ATn Ap )〉+ iγ〈Y(1)l mnp〉
+2∆β ∑
j∈{1,3}
〈(A†lσ j A∗m)(ATnσ j Ap )〉 . (B.26)
Le dernier terme peut aussi être écrit comme :∑
j∈{1,3}
〈(A†lσ j A∗m)(ATnσ j Ap )〉 = 〈(A†l An)(A†m Ap )〉+〈(A†lσ2An)(A†mσ2Ap )〉 .
L’analyse révèle que les termes impliquant la dissipation qui sont proportionnels à∆β en Eq.(B.26)
sont négligeables. En effet, en utilisant la propriété de factorisation des champs de statistique
Gaussienne, nous développons le moment d’ordre quatre en produit de moment d’ordre deux.
Et comme les modes sont décorrélés d’après Eq.(B.13), nous obtenons :
〈(A†l A∗m)(ATn Ap )〉 =
1
2
wl wm(δlnδmp +δl pδmn)
et ∑
j∈{1,3}
〈(A†lσ j A∗m)(ATnσ j Ap )〉 =wl wm(δl nδmp +δl pδmn).
Ceci montre qu’au premier ordre, les termes relatifs à la dissipation se compensent bien.
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B.3.1.2 Détermination du moment 〈(ATn A∗m)(A†l Ap )〉
L’équation (B.21) décrivant l’évolution du produit de quatre champs devient :
∂z (A
T
n A
∗
m)(A
†
l Ap ) = i (βl +βm −βn −βp )(ATn A∗m)(A†l Ap )+ i (ATn A∗m)(A†l D†Ap )
+i (ATnD∗A∗m)(A†l Ap )− i (ATnDT A∗m)(A†l Ap )− i (ATn A∗m)(A†l DAp )
+iγY(2)l mnp . (B.27)
Puisque la matrice aléatoire est Hermitienne (D† =D), cette expression peut être réduite à :
∂z (A
T
n A
∗
m)(A
†
l Ap ) = i (βl +βm −βn −βp )(ATn A∗m)(A†l Ap )+ iγY(2)lmnp .
Le moment d’ordre quatre 〈(ATn A∗m)(A†l Ap )〉 évolue alors comme dans la situation en absence de
désordre (∆β= 0).
B.3.2 Modèle de désordre partiellement corrélé entre les modes
Nous considérons le cas où il existe des groupes de modes dégénérés ayant la même valeur
propre réduite β. Les groupes de modes dégénérés avec la même valeur propre β sont indexés par
l’indice p, les modes dans le p−ième groupe sont indexés par (p, j ), et les composantes de pola-
risations linéaires du (p, j )ème mode sont Bp j . Le désordre structurel induit un couplage linéaire
entre les modes de différents groupes, qui est décrit par la matrice 2×2 Dp (z)=∑3l=0νp,l (z)σ j où
p caractérise le numéro du groupe de mode, i.e. les modes dégénérés qui appartiennent au même
groupe subissant le même désordre par la fonction aléatoire νp,l (z). Remarquons que cette nota-
tion ne doit pas être confondue avec le modèle de désordre décorrélé Eq.(B.2) où p correspond au
modes individuels. Nous définissons Ap j (z)=Bp j (z)exp(−iβp z). La dynamique des composantes
modales est gouvernée par :
i∂z Ap j = βp Ap j +Dp (z)Ap j −γPp j (A).
Nous étudions le moment du second ordre 〈A∗p j ATql 〉. Nous utilisons la procédure développée dans
le paragraphe B.2 en considérant le théorème de Furutsu-Novikov avec σβlβ¿ 1 et lβ¿ Lnl . Nous
considérons les modes non dégénérés(p 6= q), nous obtenons :
〈A∗p j ATql 〉 (z)=
iγ
4∆β− i (βp −βq )
〈Pp j (A)∗ATql −A∗p j Pql (A)T〉.
Dans ce régime Ld = 1/∆β¿ Lnl les corrélations sont négligeables, 〈A∗p j ATql 〉 (z)' 0, de même que
pour le modèle de désordre décorrélé.
Nous étudions maintenant les corrélations entre les composantes de polarisations orthogonales
d’un mode (p = q et j = l ), et nous trouvons de même que précédemment :
〈A∗p j ATp j 〉 (z)=wp, j j (z)σ0.
Nous considérons maintenant les corrélations parmi des modes dégénérés distincts (p = q et
j 6= l ). Nous définissons les matrices Hermitiennes : Wp, j l = 12
(〈A∗p j ATpl 〉 + 〈A∗pl ATp j 〉) et W˜p, j l =
i
2
(〈A∗p j ATpl 〉− 〈A∗pl ATp j 〉) puis en effectuant les mêmes calculs que dans le cas p = q et j = l , nous
obtenons :
〈A∗p j ATpl 〉 (z)=wp, j l (z)σ0.
Les coefficients wp, j l satisfont :
∂z wp, j l =
γ
2
Im〈Pp j (A)†Apl +Ppl (A)†Ap j 〉 =
1
6
γ〈X(1)p, j l +X(1)p,l j 〉+
1
3
γ〈X(2)p, j l +X(2)p,l j 〉 ,
X(1)p, j l = Im
{ ∑
p1 j1,p2 j2,p3 j3
S∗pl ,p1 j1,p2 j2,p3 j3 (A
†
p1 j1
A∗p2 j2 )(A
T
p3 j3
Ap j )
}
,
X(2)p, j l = Im
{ ∑
p1 j1,p2 j2,p3 j3
S∗pl ,p1 j1,p2 j2,p3 j3 (A
T
p3 j3
A∗p2 j2 )(A
†
p1 j1
Ap j )
}
.
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Nous étudions les moments d’ordre quatre 〈(A†p1 j1 A
∗
p2 j2
)(ATp3 j3 Ap4 j4 )〉 et 〈(ATp1 j1 A∗p2 j2 )(A
†
p3 j3
Ap4 j4 )〉.
Il existe différents moments d’ordre quatre qui dépendent des modes spécifiques qui y sont im-
pliqués. Presque tous les moments satisfont une équation avec un amortissement proportionnel
à ∆β, avec des coefficients différents devant ∆β qui dépendent du nombres d’indices égaux. Ces
termes sont de la même forme que ceux obtenus en considérant le modèle de désordre décorrélé
B.2.3. Il existe certains cas spéciaux lorsque p j sont égaux par paires (e.g. p1 = p2 et p3 = p4) où
∂z 〈(ATp1 j1 A∗p1 j2 )(A
†
p3 j3
Ap3 j4 )〉 = iγY(2)p3 j3,p1 j2,p1 j1,p3 j4 ,
qui montre que ces cas n’exhibent pas d’amortissement. D’après l’expression de Y(2) (avec Eq.(B.22)),
et l’évaluation des termes wp, j l à partir du développement Gaussien des moments d’ordre six, ces
termes conduisent à un échange d’énergie réversible entre les modes au sein de chaque groupe.
B.4 Dérivation de l’équation cinétique discrète en présence d’un désordre
fort (approche linéaire)
B.4.1 Détermination du moment du premier ordre
Le modèle de désordre fort est introduit par une matrice 2M×2M aléatoire D dans Eq.(3.29).
Les matrices Hqr , Kqr , Jq sont définies par :
(Hqr ) j l =
1p
2

1 si ( j , l )= (q,r )
1 si ( j , l )= (r, q)
0 autrement
(Kqr ) j l =
1p
2

i si( j , l )= (q,r )
−i si ( j , l )= (r, q)
0 autrement
(Jq ) j l =
{
1 si ( j , l )= (q, q)
0 autrement
Les matrices vérifient l’identité :∑
q<r
(
(Hqr )2+ (Kqr )2)+∑
q
(Jq )2 = 2MI. (B.28)
Dans ces conditions i (β+D(z)) génère un mouvement Brownien unitaire U(z),
∂z U= i (β+D(z))U, U(z = 0)= I,
qui est une diffusion aléatoire pour chaque groupe des matrices unitaires dont la distribution sta-
tionnaire est uniforme. Nous avons ‖U(z)A0‖ = ‖A0‖ pour tout vecteur A0 constant.
La dynamique de la moyenne des matrices unitaires U est décrite par :
dE[U(z)]
d z
= iβE[U(z)]+ ip
2M
{ ∑
q<r
gqr
(
HqrE[νqr (z)U(z)]+KqrE[µqr (z)U(z)]
)+∑
q
gq J
qE[ηq (z)U(z)]
}
.
Nous suivons la procédure développée dans le paragraphe B.2 pour évaluer les moyennes en uti-
lisant le théorème de Furutsu-Novikov :
E
[
νqr (z)U(z)
] = ∫ z
0
E
[
δU(z)
δνqr (z ′)
]
σ2βR
( z− z ′
lβ
)
d z ′.
La dérivée variationnelle satisfait pour z > z ′ :
∂z
δU(z)
δνqr (z ′)
= iβ δU(z)
δνqr (z ′)
+D(z) δU(z)
δνqr (z ′)
,
avec
δU(z)
δνqr (z ′)
|z=z ′= ip
2M∗gqr H
qr U(z ′).
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De plus, si σβlβ¿ 1, nous obtenons l’équation simplifiée :
δU(z)
δνqr (z ′)
= ip
2M
gqr exp
(
iβ(z− z ′))Hqr U(z ′),( ip
2M
Hqr
δU(z)
δνqr (z ′)
)
j l
= − 1
4M
g 2qr
(
δq j exp
(
iβr (z− z ′)
)+δr j exp(iβq (z− z ′)))U j l (z ′)
= − 1
4M
g 2qr
(
δq j exp
(
i (βr −βq )(z− z ′)
)+δr j exp(i (βq −βr )(z− z ′)))U j l (z),
et ( ip
2M
HqrE
[
νqr (z)U(z)
])
j l
= − 1
2N
g 2qr
∫ z
0
σ2βR
( z− z ′
lβ
)(
δq j exp
(
i (βr −βq )(z− z ′)
)
+δr j exp
(
i (βq −βr )(z− z ′)
))
d z ′U j l (z).
Nous obtenons de manière similaire :( ip
2M
KqrE
[
µqr (z)U(z)
])
j l
= − 1
4M
g 2qr
∫ z
0
σ2βR
( z− z ′
lβ
)(
δq j exp
(
i (βr −βq )(z− z ′)
)
+δr j exp
(
i (βq −βr )(z− z ′)
))
d z ′U j l (z),( ip
2M
JqE
[
ηq (z)U(z)
])
j l
= − 1
2M
g 2q
∫ z
0
σ2βR
( z− z ′
lβ
)
d z ′1q ( j )U j l (z).
Et donc en utilisant z À lβ,
dE[U(z)]
d z
= iβE[U(z)]−QE[U(z)], (B.29)
avec la matrice diagonale Q de coefficients :
Qmm = ∆β
2M
∫ ∞
0
σ2βR(s)
(
g 2m +
∑
p>m
g 2mp exp
(
i (βp −βm)lβs
)+ ∑
p<m
g 2pm exp
(
i (βp −βm)lβs
)
d s
)
.
(B.30)
La partie réelle de Qmm est positive (puisque c’est la somme des coefficients de Fourier deR qui
sont positifs d’après le théorème de Bochner), ce qui signifie que la moyenne des amplitudes mo-
dales décroît exponentiellement avec le taux 1/Qmm .
B.4.2 Calcul du moment du second ordre
Nous procédons de la même manière pour déterminer le moment du second ordre. Nous dé-
finissons ap (z)= (U(z)A0)p . Nous avons :
d an
d z
= iβn an+ ip
4M
{ ∑
q<n
gqnνqn aq+
∑
q>n
gnqνnq aq−i
∑
q<n
gqnµqn aq+i
∑
q>n
gnqµnq aq+
p
2gnηn an
}
,
et donc
d |an |2
d z
= ip
2N
{ ∑
q<n
gqnνqn(aq an
∗−an aq∗)+
∑
q>n
gnqνnq (aq an
∗−an aq∗)
−i ∑
q<n
gqnµqn(aq an
∗+an aq∗)+ i
∑
q>n
gnqµnq (aq an
∗+an aq∗)
}
.
D’après le théorème de Furutsu-Novikov, nous avons pour q < n :
E
[
νqn(z)an aq
∗(z)
] = ∫ z
0
E
[
δan aq∗(z)
δνqn(z ′)
]
σ2βR
( z− z ′
lβ
)
d z ′.
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La dérivée variationnelle
δan aq∗(z)
δνqn (z ′)
, pour q < n, satisfait pour z > z ′ :
∂z
δan aq∗(z)
δνqn(z ′)
= i (βn −βq )
δan aq∗(z)
δνqn(z ′)
+·· · ,
avec
δan aq∗(z)
δνqn(z ′)
|z=z ′= ip
4M
gqn
(|aq |2−|an |2)(z ′).
Et donc, si σβlβ¿ 1, alors nous obtenons :
δan aq∗(z)
δνqn(z ′)
= ip
4M
gqn
(|aq |2−|an |2)(z ′)exp(i (βn −βq )(z− z ′)),
et des expressions similaires pour les autres termes. Par conséquence, wm = E[|am |2] satisfait
Eq.(3.34) :
d wm
d z
= 2σ2β
2M−1∑
p=0
g 2mp
∫ z
0
(
wp −wm
)
(z ′)R
( z− z ′
lβ
)
cos
(
(βp −βm)(z− z ′)
)
d z ′.
et si lβ¿ z, alors cette équation peut être réduit à Eq.(3.35).
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L’évolution d’une onde incohérente en régime fortement non-linéaire dans un milieu à ré-
ponse fortement non-locale, est caractérisée par l’émergence de cohérence de phase à longue
portée, phénomène que nous avons discuté dans le chapitre 4. La cohérence de phase s’établit très
rapidement au cours de la propagation, i.e. pour un nombre très faible de longeurs non-linéaires.
Pour de plus grandes longueurs de propagation, le faisceau speckle développe la formation
d’une onde de choc collective incohérente. À la différence des ondes de chocs conventionnelles
qui se développent au sein de chacune des fluctuations individuelles du speckle [13, 51, 52], ici, en
raison de la non-localité de l’interaction, c’est le faisceau incohérent dans son ensemble qui gé-
nère une onde de choc dite « collective » [50]. L’étude de ce phénomène est basé sur le formalisme
longue portée de Vlasov et sur les équations hydrodyanmiques qui en découlent.
Par ailleurs, nous avons montré dans le chapitre 4 qu’il est possible de tranposer l’étude de
l’émergence de cohérence de phase spatiale au domaine temporel. De manière similaire, nous
pouvons remarquer que l’étude des ondes de chocs collectives incohérentes dans le domaine spa-
tial, peut être tranposée au domaine temporel. Cette étude est reportée dans l’article invité qui suit
[54], lequel fait partie de l’issue spéciale « Recent advances in statistical optics and plasmonics »
de la revue Applied Sciences.
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Abstract : We study the dynamics of a partially incoherent optical pulse that propagates in a slowly
responding nonlinear Kerr medium. We show that irrespective of the sign of the dispersion (either
normal or anomalous), the incoherent pulse as a whole exhibits a global collective behaviour cha-
racterized by a dramatic narrowing and amplification in the strongly nonlinear regime. The theo-
retical analysis based on the Vlasov formalism and the method of the characteristics applied to a
reduced hydrodynamic model reveal that such a strong amplitude incoherent pulse originates in
the existence of a concurrent shock-collapse singularity (CSCS) : The envelope of the intensity of
the random wave exhibits a collapse singularity, while the momentum exhibits a shock singula-
rity. The dynamical behaviour of the system after the shock-collapse singularity is characterized
through the analysis of the phase-space dynamics.
Keywords : nonlinear waves ; partially coherent beams and pulses ; shock waves ; coherence ; opti-
cal turbulence ; Vlasov formalism; rogue waves
C.1 Introduction
Shock waves are known to play a key role in many different branches of physics [13, 51, 224].
When dissipative effects can be neglected, the formation of shock waves is regularized, owing to
dispersion, through the onset of rapidly oscillating nonstationary structures, the so-called disper-
sive shock waves (DSWs) or undular bores. Originally observed in plasmas [225], water surface
waves [226] and fiber optics [227], DSWs have become the subject of intense theoretical and ex-
perimental studies in different areas and specifically in nonlinear optics where they have regained
great interest [166, 167, 169–171, 173], in particular to study hydrodynamic analogues [172], nonlo-
cal nonlinearities [86–88, 174, 175] or the impact of a structural disorder of the nonlinear material
[176, 177].
These previous studies on DSWs have been reported for purely coherent, i.e., deterministic,
amplitudes of the waves. From a different perspective, a rather recent work predicted the exis-
tence of incoherent DSWs, which manifest themselves as a wave breaking process (« gradient ca-
tastrophe ») in the spectral dynamics of the incoherent wave evolving in a noninstantaneous non-
linear environment [56, 228]. We note that such a DSW behaviour solely occurs in the spectral
domain : The shock singularity cannot be identified in the spatio-temporal domain, where the
incoherent wave exhibits fluctuations that are statistically stationary in time.
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Our aim in this work is to study the development of a shock singularity with a highly noninstan-
taneous nonlinearity starting from an initial incoherent wave whose envelope profile is localized
in time, i.e., starting from an incoherent optical pulse that propagates, e.g., in an optical fiber. On
the basis of a long-range Vlasov-like formalism, we show that the incoherent wave exhibits a shock
singularity that is of different nature than conventional DSW [13, 51, 224]. The analysis reveals that
the optical wave exhibits a global collective behaviour in which it is the incoherent pulse as a whole
that exhibits a shock singularity.
This type of collective incoherent behaviour is of the same form as the incoherent shocks [50]
identified in the spatial domain in the presence of a highly nonlocal spatial response [84, 86–
89, 174, 175, 229, 230]. In particular, on the basis of a temporal version of the long-range Vlasov
formalism [9], here we show that the incoherent pulse exhibits the CSCS behaviour : In addition to
the expected shock singularity for the evolution of the momentum, the incoherent pulse also ex-
hibits a collapse-like singularity for the evolution of the intensity of the random wave. At variance
with the previous study reported in the spatial domain [50], here in the temporal domain the res-
ponse function is constrained by the causality condition, a distinguished feature which confers
an asymmetric temporal dynamics to the evolution of the wave. As a consequence, the intensity
of the incoherent pulse as a whole exhibits a temporally drifted collapse behaviour characterized
by a high intensity peak – a feature that may be interpreted in analogy with an incoherent rogue
wave phenomenon. In this work we provide physical insights into the nature of the CSCS by using
the method of the characteristics to solve in explicit form a reduced hydrodynamic model derived
from the temporal Vlasov equation. In addition, we study the subsequent post-shock and post-
collapse behaviours through the analysis of the phase-space dynamics of the incoherent pulse.
Besides its fundamental interest, optical fibers and waveguides [231] turn out to be ideal test-
beds for the experimental verification of our predictions, thanks to the easily tailorable Raman
response function, as well as other recently investigated mechanisms involving liquid or gas-filled
photonic crystal fibers, as well as surface plasmon polariton systems [181, 183–187, 232, 233].
C.2 NLS simulations
A noninstantaneous nonlinear response of the medium arises in several problems of radia-
tion–matter interaction. A typical example in one dimensional systems is provided by the Raman
effect in optical fibers, which finds its origin in the delayed molecular response of the material. We
consider the standard one-dimensional NLS equation accounting for a noninstantaneous nonli-
near response function
i∂zψ+ σ
2
∂t tψ+ψ
∫
R(t − t ′) |ψ|2(z, t ′) d t ′ = 0. (C.1)
For convenience, we normalized the equation with respect to the « healing time »τ0 =
√|β2|/(γρ)
and the nonlinear length scale L0 = 1/(γρ), where ρ is the power, β2 the dispersion coefficient
(σ = −sign(β2)) and γ(> 0) the nonlinear coefficient.The time τ0 plays a key role : It refers to the
time scale for which linear and nonlinear effects are of same order of magnitude (e.g., τ0 is the
typical modulational instability period in the limit of an instantaneous nonlinearity [9]). The va-
riables can be recovered in real units through the transformations t → tτ0, z → zL0, ψ→ ψpρ
and R(t ) → τ0R(t ). Hence N /T0 = T−10
∫ |ψ|2 d t = 1, where T0 is the temporal numerical window
(T0 = 104 in our simulations). The response function R(t ) is constrained by the causality condition.
In the following we use the convention that t > 0 corresponds to the leading edge of the pulse, so
that the causal response will be on the trailing edge of a pulse, i.e., R(t ) = 0 for t > 0 (clearly, the
physical phenomena we are going to present do not depend on the choice of the convention). We
will write the response function in the form R(t ) = H(−t )R¯(−t ), where R¯(t ) is a smooth function
from [0,∞) to (−∞,∞), while the Heaviside function H(−t ) ensures the causality property. In the
following we focus the presentation on the normal dispersion regime, where a priori one would
not expect the formation of a collapse-like behaviour of the wave.
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The formation of a shock-like singularity is known to require a strong nonlinear interaction,
i.e., a regime in which nonlinear effects dominate linear dispersion effects τ0 ¿ tc , where tc de-
notes the time correlation of the initial partially coherent wave – note that this condition is ana-
logous to L0 ¿ Ld (Ld = t 2c /|β2| being the dispersion length in dimensional units). If we consider
a quasi-instantaneous nonlinear regime τR ∼ τ0, then since the response time is smaller than the
correlation time (τR ¿ tc ), each individual fluctuation in the initial pulse will lead to the formation
of a dispersive shock wave. This quasi-instantaneous nonlinear regime is in some sense similar to
what occurs for a purely coherent initial pulse since the fluctuations of the incoherent pulse evolve
(at least initially) independently of each other for tc À τR. It is important to note that in this regime
the intensity does not exhibit a collapse-like behaviour, a feature that will be discussed below.
The situation is fundamentally different in the regime characterized by a highly non-instanta-
neous nonlinear response time, τR À tc . At variance with the quasi-instantaneous nonlinear re-
gime, here the incoherent pulse exhibits a global collective behaviour, in which it is the incoherent
pulse as a whole that exhibits a shock singularity. This is illustrated in Figure C.1, which shows the
temporal dynamics of an initial incoherent pulse during its propagation through the nonlinear
medium, while the corresponding spectrogram dynamics is reported in Figure C.2. The remar-
kable result is that, aside from the shock singularity revealed by the dynamics of the chirp, the
global incoherent pulse also exhibits a dramatic narrowing and amplification as it is drifted in
time. The subsequent analysis will reveal that this effect relies on the existence of a collapse sin-
gularity emanating from the envelope of the incoherent pulse. In this example we considered for
simplicity an exponential-like response function, R¯(t )= t exp(−t/τR)/τ2R, where the t−prefactor is
considered to ensure the continuity of the response function at the origin R¯(0) = 0. This appears
consistent with the variety of response functions considered for instance in [183] to model light
propagation in liquid-filled photonic crystal fibers.
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FIGURE C.1 – Numerical simulations of the NLS (C.1) (gray line), of the Vlasov (C.2) (red line), and of the
hydrodynamic-like (C.3)-(C.4) (blue line). (a) Evolution of the intensity of the field that develops a collapse
singularity, and corresponding evolution of the momentum (chirp) that develops a shock singularity (b).
The quantitative agreement between the different models is obtained without using adjustable parameters.
Propagation lengths at z = 0,60,130,200 from left to right, τR = 300, σ=−1.
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FIGURE C.2 – Phase-space representation of the shock-collapse singularity shown in Figure C.1 : (a) Nume-
rical simulation of the NLS (C.1) showing the evolution of the spectrogram. (b) Numerical simulation of the
Vlasov (C.2). Propagation lengths at z = 0,60,130,200 from left to right, τR = 300, σ=−1.
C.3 Vlasov approach
The collective incoherent behaviour revealed by the NLS simulations can be described in de-
tail by a temporal version of the long-range Vlasov formalism [9, 179, 234]. The Vlasov equation go-
verns the evolution of the averaged spectrum of the incoherent wave nω(t , z)=
∫
B(t ,τ, z) exp(iωτ)dτ,
with B(t ,τ, z)= 〈ψ(t −τ/2, z)ψ∗(t +τ/2, z)〉 the correlation function :
∂z nω(t , z)+σω∂t nω(t , z)−∂t V(t , z)∂ωnω(t , z)= 0, (C.2)
where N(t , z) = ∫ nω(t , z)dω is the temporal profile of the averaged intensity of the incoherent
wave, and V(t , z) = − 12pi
∫
R(t −θ)N(θ, z)dθ is the effective potential. Note that since the statistics
of the pulse is not stationary in time, the spectrum nω(t , z) depends on the time position, i.e.,
it denotes the spectrogram of the optical pulse. The Vlasov (C.2) conserves the total power N =
(2pi)−1
∫
N(t , z)d t . Contrary to the spatial case [9], in the temporal domain the potential V(t , z) is
constrained by the causality of R(t ), which breaks the Hamiltonian structure of the Vlasov (C.2)
[9]. In the same way, the total momentum P (z) = Î ωnω(t , z)d t dω, is no longer conserved 1.
Note that the Vlasov equation governs the evolution of the averaged spectrum nω(t , z), which is
thus a smooth function. In contrast the NLS equation governs the evolution of a random function
ψ(t , z), and we compare the corresponding evolution of the spectrogram to the averaged spectrum
nω(t , z) (see e.g. Figure C.2(a) and Figure C.2(b)).
C.4 Hydrodynamic-like model
C.4.1 Singular solutions of the Vlasov equation
The spectrogram dynamics can be described by means of singular solutions of the Vlasov
equation [50, 162], nω(t , z)=N(t , z)δ
(
ω−Ω(t , z)) – note that the presence of the Dirac δ−function
reflects the narrowness of the spectrum evolving in the strongly nonlinear regime. The function
Ω(t , z) can be interpreted as a ‘momentum per particle’, a feature that becomes apparent by re-
marking that Ω(t , z) = P(t , z)/N(t , z), where the momentum density P(t , z) is defined by P (z) =∫
P(t , z)d t . This leads to the following hydrodynamic-like model governing the evolutions of the
intensity envelope N(t , z), and momentum Ω(t , z), of the incoherent pulse :
1. The wave-packet is red-shiftedP (z)< 0 and evolves according to ∂zP (z)=
∫
V(t , z)∂t N(t , z)d t , while the mean
time positionT (z)=Î t nω(t , z)d t dω verifies ∂zT (z)=σP (z).
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∂z N+σ∂t (NΩ)= 0, (C.3)
∂zΩ+σΩ∂tΩ+∂t V = 0. (C.4)
Starting from Ω(t , z = 0)= 0, the « spectrogram » Ω(t , z) is initially driven by the last nonlinear
term in (C.4), while the Burgers-like (second) term of (C.4) subsequently leads to the gradient ca-
tastrophe of Ω(t , z). The finite ‘time’ (distance, z) shock singularity of Ω(t , z) will be shown to be
responsible for a collapse singularity of the intensity envelope N(t , z).
C.4.2 Evolution along the characteristics
The singular behaviour of the random wave can be described theoretically by solving (C.3)-
(C.4) by the method of the characteristics [178]. We define w(z) = Ω(T(z), z), ξ(z) = ∂zΩ
(
T(z), z
)
,
τ(z)= ∂tΩ
(
T(z), z
)
, andφ(z)=N(T(z), z), which can be shown to satisfy the set of coupled ordinary
differential equations (ODE) :
T˙(z)=σw(z), T(0)= t0, (C.5)
w˙(z)= ξ(z)+σw(z)τ(z), w(0)= 0, (C.6)
ξ˙(z)=−∂2zt V(T(z), z)−στ(z)ξ(z), ξ(0)=−∂t V(t0,0) (C.7)
τ˙(z)=−∂2t V(T(z), z)−στ2(z), τ(0)= 0, (C.8)
φ˙(z)=−στ(z)φ(z), φ(0)=N(t0,0), (C.9)
where the dots denote the derivatives with respect to the evolution variable, T˙(z) = ∂z T(z). The
method of the characteristics allows for a major simplification of the problem since the partial dif-
ference equations (C.3)-(C.4) are reduced to a small number of ODEs (C.5)-(C.9) without approxi-
mations. A significant advantage of the ODEs (C.3)-(C.4) is that they show that the PDE system
(C.5)-(C.9) exhibits finite ‘time’ singularities for the gradient of the momentum and the intensity.
In addition the ODEs (C.5)-(C.9) specify how such singularities develop during the time evolution
of the system, see (C.11) below.
The equations for the characteristics (C.5)-(C.9) look similar to those considered in the spatial
domain for the propagation of two-dimensional speckle beams [50]. There is however an impor-
tant difference with the spatial case : In the temporal case considered here, because of the cau-
sality condition inherent to the temporal response function, the derivatives of R(t ) are not conti-
nuous at t = 0. This aspect becomes relevant by noting that the whole dynamics is driven by the
gradient of the envelope of the incoherent pulse, i.e. the variable τ(z) in (C.8). At variance with
the spatial case, the effective potential V(t , z) and its derivatives are not uniformly bounded. As a
consequence, the first source term in the equation for τ(z) takes the general form −2pi∂2t V(t , z) =
R¯′(0)N(t , z)− R¯(0)∂t N(t , z)+
∫∞
0 R¯
′′(θ)N(t +θ)dθ. Considering the continuity of the response func-
tion (R¯(0)= 0) 2, we can write the evolution of the potential along the characteristic T(z)
−2pi∂2t V(T(z), z)= R¯′(0)φ(z)+
∫ ∞
0
R¯′′(θ)N(T(z)+θ, z)dθ. (C.10)
The second term in the rhs is bounded (because R¯′′(t ) is bounded and
∫
N(t , z)d t = 2piN is constant).
We anticipate that the first term is smaller than τ2(z) in (C.8) (see (C.11)), so that it cannot prevent
from the catastrophic singularity. We then obtain the singular behaviours of τ(z) and φ(z) just
before the singularity at z = z∞ :
φ(z)' 1
z∞− z
, τ(z)' −σ
z∞− z
. (C.11)
2. If the response function is not continuous at the origin R¯(0) 6= 0 (e.g., purely exponential response), then
∂t N(T(z), z) could be of the same order as τ2(z) in (C.8). However, at the time where N(t , z) is maximal, the term ∂t N(t , z)
is zero, so that the system still exhibits the catastrophic singularity.
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Note that the behaviour ofφ(z) is obtained by remarking that, irrespective of the dispersion regime
(normal or anomalous), we have from (C.9) φ(z)=N(t0,0)exp
(|∫ z0 τ(s)d s|).
In order to complete our study we have solved by numerical integration the complete set of
ODE (C.5)-(C.9) – note in this respect that the first term in the rhs of (C.7) involves partial deri-
vatives of the effective potential V(t , z) taken along the characteristics T(z), so that the numerical
integration requires the explicit evolution of V(t , z) which is obtained by solving the hydrodyna-
mic (C.3)-(C.4). The evolutions of the characteristics T(z) are reported in Figure C.3(a) for a set
of initial conditions T(0) = t0, which clearly show that the characteristics tend to approach each
other nearby the shock point. Correspondingly, the evolution of the momentum w(z) of the in-
coherent pulse for such a set of initial conditions exhibit a self-steepening process followed by a
shock singularity. Such a gradient catastrophe is reflected by the evolution of τ(z) that exhibits a
collapse singularity, which in turn induces a collapse singularity of the intensity envelope of the
incoherent pulseφ(z). We have also verified that τ(z) andφ(z) exhibit a finite time singularity with
the expected power law divergence given by (C.11), as illustrated in Figure C.4.
The analysis of the characteristic ODE (C.5)-(C.9) also reveals that, contrary to the (defocusing)
spatial case where the response function is even and the field experiences two symmetric shock-
singularities on the boundaries of the beam, in the temporal domain considered here the causality
property of R(t ) breaks the time symmetry ±t , so that only one shock-collapse singularity is visible
on the pulse evolution. According to (C.8) and (C.10), the function −∂2t V(T(z), z) is large for a cha-
racteristic T(z) where the intensity N(T(z), z) is itself large. Remarking that the intensity profile
shifts toward t > 0, it turns out that a single shock-collapse singularity develops for t > 0, which
inhibits the development of the singularity for t < 0. As a remarkable result, the initial incoherent
pulse as a whole develops a temporal-asymmetric collapse singularity in the normal dispersion
regime.
FIGURE C.3 – Numerical integration of the coupled system of characteristic ODE (C.5)-(C.9) : (a) Characte-
ristics T(z) for a set of initial conditions T(0)= t0. Corresponding evolutions of the momentum (chirp) w(z)
(b) that exhibits a shock singularity, i.e. a collapse singularity for the corresponding gradient τ(z) (c), which
in turn induces a collapse singularity for the envelope of the incoherent pulse φ(z) (d) (σ=−1,τR = 300).
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FIGURE C.4 – Numerical integration of the coupled system of characteristic ODE (C.5)-(C.9) : Evolutions
during the propagation of the gradient of the momentum τ(z) (a) and intensity envelope of the incoherent
pulse φ(z) (b) along a characteristic nearby the singularity. Their evolutions exhibit the power-law diver-
gence ∼ (z∞− z)−1 predicted by the theory in (C.11) (dashed red lines) (σ=−1,τR = 300).
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C.4.3 Dynamics after the shock-collapse singularity
The hydrodynamic model (C.3)-(C.4) exhibits a finite « time » singularity (C.11), which is regu-
larized by the NLS and Vlasov equations (C.1)-(C.2) – note that the regularization is not characte-
rized by the formation of rapid DSW oscillations. This is illustrated in Figure C.5-Figure C.6 that
show the evolution of the incoherent pulse after the shock-collapse singularity. The regulariza-
tion becomes apparent by remarking that the spectrogram nω(t , z) evolves in the two-dimensional
phase-space (t ,ω) so that its evolution can become ‘multi-valued’, as evidenced in Figure C.6. This
is in contrast with the function Ω(t , z) ruled by the hydrodynamic model (C.3)-(C.4) that under-
goes the shock singularity and which is inherently a single valued function. The derivation of a
more complete hydrodynamic-like model describing the regularization of the shock-collapse sin-
gularity is a difficult task related to a long-standing mathematical problem, namely achieving a
closure of the infinite hierarchy of equations that govern the evolutions of ω−moments in trans-
port kinetic equations [235, 236]. It is important to note in this respect that the wave turbulence
closure is usually justified in the weakly nonlinear regime [14, 16, 17, 22] leading to the celebra-
ted (Boltzmann-like) kinetic equation for optical waves [9], which describes important pheno-
mena such as light thermalization [38, 237–241], wave condensation [9], or the dynamics of certain
fibre lasers [188, 242–244]. On the other hand, the closure of moments equations considered here
concerns the opposite strongly nonlinear regime. This problem of regularization was discussed
in [50] through the analysis of higher-order truncations of the hierarchy of moments equations.
The analysis revealed that higher-order ω−moments become all of the same order of magnitude
nearby the singularity (C.11), which prevents a closure of the hierarchy and thus a reduced des-
cription of the dynamics beyond the shock-collapse point.
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FIGURE C.5 – (a) Post-collapse dynamics : Numerical simulation of the Vlasov (C.2) showing
the evolution of the intensity of the incoherent pulse N(t , z) at the propagation lengths z =
0,80,130,180,220,250,280,310,340, 370,400,430,470,500 : The collapse-like behaviour at z ' 220 is regu-
larized as evidenced by the saturation and subsequent relaxation of the amplitude of the incoherent pulse
(σ = −1,τR = 300). (b) Comparison of the simulations of the NLS (C.1) (light grey, black, dark grey), and of
the Vlasov (C.2) at z = 0 (blue), z = 220 (red) nearby the shock-collapse point, z = 500 (green) – the agree-
ment between the NLS and Vlasov simulations is obtained without adjustable parameters.
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FIGURE C.6 – Phase-space representation of the post-shock-collapse singularity shown in Figure C.2 : (a)
Numerical simulation of the NLS (C.1) showing the evolution of the spectrogram. (b) Numerical simulation
of the Vlasov (C.2) showing the evolution of nω(t , z). The agreement between the NLS and Vlasov simula-
tions is obtained without adjustable parameters. Parameters are : σ = −1, τR = 300, with the propagation
lengths z = 240,270,320,380 from left to right.
C.5 Discussion and conclusions
In summary, we have shown that a highly non-instantaneous nonlinearity is responsible for a
global collective behaviour of an incoherent pulse, which is characterized by the development of
the CSCS. The theoretical analysis is based on a long-range Vlasov formalism that exhibits inter-
esting analogies with long range gravitational systems [9, 49, 245]. The Vlasov equation has been
reduced to a hydrodynamic model that has been solved by the method of the characteristics. The
corresponding set of coupled ordinary differential equations provide a detailed description of the
nature of the CSCS. This novel regime of incoherent wave propagation may shed new light on
recent experiments of high-power incoherent supercontinuum generation in optical fibers [246].
More generally, we can envisage the experimental observation of the CSCS of incoherent waves
owing to the recent progress made on the fabrication of photonic crystal fibers filled with liquids
displaying highly noninstantaneous Kerr responses [181, 183, 188] – we have verified in this res-
pect that the CSCS of the incoherent pulse persists in the presence of a local Kerr contribution
[188].
C.5.1 Toward incoherent rogue waves?
We have seen that, as a consequence of the causality property of the response function, the
intensity of the incoherent pulse exhibits a temporally drifted collapse behaviour featured by a
pronounced intensity peak. In a loose sense, this phenomenological behaviour is reminiscent of a
rogue-like wave phenomenon. Extreme wave events have been widely investigated in the context
of optics [10, 12, 247, 248], in particular in the presence of a noninstantaneous (Raman-like) non-
linearity [249–253]. Note however that, although rogue waves have been shown to emerge from a
turbulent environment, so far, the rogue wave itself has been always identified as being inherently
a coherent localized entity [254–266]. In contrast, here, it is the incoherent pulse as a whole that
leads to the formation of an extreme high-amplitude structure, a feature that may be interpreted
in analogy with an incoherent rogue wave phenomenon. Work is in progress in order to study the
spontaneous emergence of these collective incoherent events from an initial homogeneous ran-
dom state of the field (i.e., with fluctuations that are statistically stationary in time).
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C.5.2 Coherent initial conditions
We underline that the collapse-like behaviour of the incoherent pulse originates in the highly
non-instantaneous nonlinearity. This can be seen by noting that in the limit of a (quasi-)instanta-
neous nonlinearity (V(t , z)→N(t , z)/(2pi)) the hydrodynamic model (C.3)-(C.4) recovers the shallow-
water equations [51], which do not exhibit collapse singularities. In this respect, we note that the
formation of the collapse singularity does not require an incoherent dynamics of the optical field.
This is illustrated in Figure C.7 that shows the evolution of the field by starting from a purely co-
herent initial pulse. As discussed in Refs.[86, 87, 240] in the spatial domain (nonlocal nonlinea-
rity), the evolution of the coherent field can be described by effective equations that are analo-
gous to the hydrodynamic model (C.3)-(C.4), which precisely predicts the CSCS. Interestingly, the
development of the shock singularity has been recently discussed in analogy with the quantum
squeezing effect in phase-space [267], while its actual irreversible behaviour has been discussed
in relation with Gamow vectors [268]. Note in Figure C.7 that, by starting from a coherent pulse,
the post-collapse dynamics evidences the formation of an erratic dynamics of the field, as illustra-
ted by NLS simulations in Figure C.7. In its long term evolution the incoherent field is expected to
self-organize into an incoherent soliton[48], which would be sustained by the normal dispersion
regime as discussed in Ref.[179, 180].
FIGURE C.7 – Coherent dynamics : Numerical simulation of the NLS (C.1) showing the evolution of the in-
tensity |ψ|2(t , z) (a), and corresponding spectrogram (b), with the same parameters as in Figure C.1-Figure
C.2, except that the initial condition is a fully coherent pulse. The coherent field exhibits a shock-collapse
singularity and develops an incoherent behaviour after the singularity. The corresponding propagation dis-
tances are z = 0,120,200,300 from left to right.
C.5.3 Anomalous dispersion
We have focused the presentation of our work into the case where the incoherent pulse pro-
pagates in the normal dispersion regime. However the analysis can easily be transposed to the
anomalous dispersion regime (σ = +1). As illustrated in Figure C.8, the phenomenological beha-
viour is very similar to the normal dispersion regime, except that the incoherent pulse develops
the CSCS toward the negative temporal axis.
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FIGURE C.8 – Anomalous dispersion regime : Numerical simulations of the NLS (C.1) (gray line), of the
Vlasov (C.2) (red line), and of the hydrodynamic-like (C.3)-(C.4) (blue line). In analogy with the normal dis-
persion regime Figure C.1, the evolution of the intensity of the field develops a collapse singularity (a), while
the momentum (chirp) develops a shock singularity (b). The good agreement between the different models
is obtained without using adjustable parameters. Parameters are : σ = +1, τR = 300, with the propagation
lengths z = 0,80,200 from left to right.
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Comme présenté dans le chapitre d’introduction, au début de ma thèse j’ai commencé à tra-
vailler sur le formalisme de turbulence faible de Langmuir. Ce formalisme décrit la propagation
d’ondes optiques incohérentes dans un milieu non linéaire pour lequel nous ne pouvons pas né-
gliger la réponse non-instantanée. Dans le cadre des fibres optiques, ce formalisme trouve une
application naturelle pour décrire l’impact de l’effet Raman sur la propagation d’ondes incohé-
rentes. C’est dans ce système que la génération de solitons spectraux incohérents (SIS :Spectral
Incoherent Soliton) a été étudiée dans le passé [55, 146, 180, 269]. Ces structures incohérentes se
déplacent dans le spectre vers les basses fréquences, à vitesse et profil constant. De part leur ca-
ractère incohérent, ces structures ne peuvent pas être identifiées dans le domaine temporel mais
uniquement dans le domaine spectral. Nous considérons dans le régime faiblement non-linéaire
deux problèmes différents : (i) les effets de polarisation dans une fibre optique monomode, (ii)
les effets liés à la propagation de l’onde dans une fibre optique multimode. Les équations ciné-
tiques de turbulence ondes appliquées au problème (i) révèlent que l’onde incohérente vectorielle
évolue en régime faiblement non-linéaire selon une dynamique de polarisation découplée. Tan-
dis que dans la situation d’une fibre optique bimodale (ii), un couplage important entre les deux
modes entraîne la génération d’un SIS vectoriel : les deux SISs qui se propagent dans les deux
modes se piègent mutuellement pour se propager avec la même vitesse spectrale. L’étude de ces
deux systèmes est présentée dans cet annexe et provient de l’article [57].
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Abstract : We consider the propagation of strongly incoherent waves in optical fibers in the fra-
mework of the vector nonlinear Schrödinger equation (VNLSE) accounting for the Raman effect.
On the basis of the wave turbulence theory, we derive a kinetic equation that greatly simplifies
the VNLSE and provides deep physical insight into the incoherent wave dynamics. When applied
to the study of polarization effects, the theory unexpectedly reveals that the linear polarization
components of the incoherent wave evolve independently from each other, even in the presence
of weak fiber birefringence. When applied to light propagation in bimodal fibers, the theory re-
veals that the incoherent modal components can be strongly coupled. After a complex transient,
the modal components self-organize into a vector spectral incoherent soliton : The two solitons
self-trap and propagate with a common velocity in frequency space.
OCIS codes : (190.4370) Nonlinear optics, fibers ; (190.5650) Raman effect ; (030.1640) Coherence.
D.1 Introduction
The propagation of partially coherent nonlinear optical waves is a subject of growing interest in
different fields of investigations, such as, e.g., supercontinuum (SC) generation [120, 134, 239, 270–
275], lasers [244, 276], rogue waves [247, 248, 257], or shock waves [50, 56]. Remarkable pheno-
mena such as optical wave condensation [36, 277], or incoherent soliton propagation with inertial
[4, 9, 278], resonant [279] or nonlocal [48] nonlinearities have been discussed in different contexts.
A different form of ‘spectral incoherent soliton’ (SIS), which cannot be identified in the tempo-
ral domain but solely in the frequency domain, has been also reported in optical fiber systems
[55, 146, 180, 269].
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While incoherent wave propagation has been widely studied in the scalar regime, incoherent
phenomena inherently associated to the vector nature of the optical field received much less at-
tention [9, 278, 280]. In this letter we study the dynamics of strongly incoherent waves propagating
in optical fiber systems in the framework of the vector nonlinear Schrödinger equation (VNLSE)
accounting for the Raman effect. We consider the VNLSE to model two different problems : (i)
Polarization effects in single mode fibers, (ii) light propagation in bimodal optical fibers. A wave
turbulence approach of the problem reveals that the dynamics of the incoherent optical wave is
dominated by the Raman effect. When applied to polarization effects, the theory shows that the
evolutions of the linear polarization components of the incoherent field decouple from each other,
in the presence of strong or even weak fiber birefringence. On the other hand, when the theory is
applied to bimodal fibers, the presence of a phase-sensitive delayed nonlinear interaction is res-
ponsible for an unexpected strong coupling among the incoherent modal components. In this way,
the incoherent waves are shown to self-organize into a novel form of vector SIS, which generalizes
the previously studied scalar SISs [55, 146, 180, 269].
Besides its fundamental interest, our findings can shed new light on the study of polarization
effects in supercontinuum generation, in relation with the robustness of certain incoherent pola-
rized SC regimes [146]. We remark in this respect that the decoupled polarization dynamics repor-
ted here originates in the incoherent nature of the waves : At variance with coherent waves where
the inhibition of an energy exchange among the polarization components requires a strong bire-
fringence [146], here, the incoherent components evolve independently of each others even in the
presence of a weak birefringence. On the other hand, our kinetic theory can be extended to study
the turbulent dynamics of broadband spatiotemporal spectra in multimode fibers [134], whose
originating mechanisms are the subject of a growing recent interest [40, 133].
D.2 Polarization dynamics
In the first part of the article, we consider the standard VNLSE that governs the evolution of
the polarization components of the optical field. It accounts for both the parallel and orthogonal
Raman contributions [272, 281, 282] :
∂z A j + dˆ j A j = iγ
(
(1− fR)P j + fR
3∑
l=1
Q(l )j
)
(D.1)
with
P j =
(|A j |2+ 2
3
|A3− j |2
)
A j + 1
3
A∗j A
2
3− j exp(iφ j ) (D.2)
Q(1)j =
(
R∥∗|A j |2+Ro ∗|A3− j |2
)
A j (D.3)
Q(2)j =
(
R⊥∗ (A∗j A3− j )
)
A3− j exp(iφ j ) (D.4)
Q(3)j =
(
R⊥∗ (A j A∗3− j )
)
A3− j (D.5)
where A j (t , z) ( j = 1,2) refers to the linear polarization components. The dispersion operator reads
dˆ j A j = (−1) j+1δβ1∂t A j + i 12β2, j∂t t A j , where δβ1 = β1,1−β1,2, βk, j denoting the k−th order disper-
sion parameter of A j (z, t ). The phase-mismatch,φ j = (−1) j 2∆βz with∆β= β0,1−β0,2 accounts for
fiber birefringence. The term P j refers to the instantaneous Kerr nonlinearity, while Q j refers to the
delayed Raman nonlinearity, the symbol ∗ denoting the convolution product, and γ the nonlinear
coefficient. We recall that R∥(t ) denotes the usual dominant parallel Raman response function
[146], while the perturbative orthogonal Raman contribution is R⊥(t ) = H(t ) rτR exp(−t/τR) with
τR = 32fs and r ' 1/15, H(t ) being the Heaviside function, and Ro(t )=R∥(t )−2R⊥(t ).
Usually, the perturbative orthogonal Raman contribution is neglected, R⊥(t )= 0, so that Ro(t )=
R∥(t ), Q(2)j =Q(3)j = 0, and (D.1) recovers the standard model describing polarization effects in bi-
refringent fibers [270, 271, 274, 275] (also see Eq.(13.5.2) in [146]). Note that, at variance with the
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usual phase-insensitive Raman effect Q(1)j , the terms Q
(2,3)
j involve a phase-sensitive delayed inter-
action, a distinction which will be shown to play a central role in the theory. In the following we
consider strongly incoherent waves, in such a way that dispersion effects dominate nonlinear ef-
fects, Ld , j ¿ Lnl , where Ld , j = 2t 2c, j /β2, j are the dispersion lengths, tc, j being the time correlations
of A j , and Lnl = 1/(γP) is the nonlinear length, P = 〈|A1|2〉+〈|A2|2〉 being the total conserved power.
We report in Figure D.1 the evolution of the spectrum of an incoherent wave obtained by in-
tegrating numerically the VNLSE (D.1). In this example the incoherent wave is injected along one
of the principles axes of the fiber, say A1. The initial condition is a partially coherent wave with
a Gaussian spectrum and random spectral phases, superimposed on a small noise spectral back-
ground. The Gaussian spectral bandwidth is larger than the Raman frequency shift ∼13.2THz. We
deliberately considered a weakly birefringent regime, LB = 2pi/∆β= Lnl , so that the corresponding
non-resonant terms in VNLSE (involving the factor∼ exp(iφ j )) do not average out as in the strong
birefringent regime. Hence, such terms are liable to induce a transfer of energy between A1 and A2.
In contrast, we see in Figure D.1 that there is almost no transfer of energy among the orthogonal
polarization components, i.e., the incoherent wave remains polarized along the 1−axis. In this way
the system behaves essentially as in the scalar case [9] : The spectral evolution of A1 is characteri-
zed by the generation of a SIS, which is continuously red-shifted with a constant spectral velocity
during the propagation.
FIGURE D.1 – Polarization dynamics : Evolutions of the spectrum of the incoherent orthogonal polarization
components A1 (a) and A2 (b), obtained by solving the VNLSE (D.1). The incoherent wave is injected along
the 1−axis. Despite the presence of a weak birefringence (LB = Lnl ), there is almost no transfer of energy to
the 2−axis. The system then evolves as in the scalar case : A SIS is generated in the component A1 (see the
text for the initial condition and parameters).
In Figure D.2 the incoherent wave is injected in both polarization components A1 and A2, with
an energy fraction of 0.7 for A1 (0.3 for A2). The initial condition in A1 has been set identical (same
energy and spectral shape) to the initial condition considered in Figure D.1. In this way, we can
easily compare the evolution of A1 in the presence of A2 Figure D.2, to the corresponding evolution
in the absence of A2 Figure D.1. Such a comparison remarkably reveals that the presence of A2 does
not affect the spectral evolution of A1 : The polarization components evolve independently of each
others. Accordingly, the SIS generated in A1 does not interact with the SIS which is going to emerge
in A2, see Figure D.2.
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FIGURE D.2 – Polarization dynamics : Evolutions of the spectra of the orthogonal polarization components
A1 (left column) and A2 (right column), obtained by solving the VNLSE (D.1) (1st line) and VKE (D.6) (2nd
line). The initial condition in A1 is the same as in Figure D.1 : The comparison reveals that A1 is not affected
by the presence of A2. As a result of their decoupled evolutions, the soliton generated in A1 refers to a purely
scalar SIS. Parameters are LB = Lnl = 1.55m, β2,1 = β2,2 =-20ps2/m, a ‘healing time’ τ0 = 123fs, and δβ1 =
0.04τ0/Lnl = 3.18fs/m.
D.3 Vector Kinetic Equation
In order to understand the decoupled polarization dynamics, we resort to a statistical descrip-
tion of the incoherent waves based on the wave turbulence theory [9, 283]. Here, we generalize
to the vector problem the kinetic equation previously derived in the pure scalar case [9]. Assu-
ming that the weakly nonlinear random wave exhibits a stationary statistics, one obtains a natural
closure of the hierarchy of moments equations. The averaged spectra of the polarization compo-
nents, 〈A˜ j (ω+Ω/2, z)A˜∗k (ω−Ω/2, z)〉 = n j (ω, z)δ(Ω)δKj ,k [δKj ,k denoting the Kronecker symbol, and
A˜ j (ω, z) the Fourier transform of A j (t , z)], evolve according to the vector kinetic equation (VKE) :
∂z n j (ω, z)= γ fR
pi
n j
∫
g∥(ω−ω1)n j (ω1)dω1
+ γ fR
pi
n j
∫
g⊥(ω−ω1)n3− j (ω1)dω1, (D.6)
where the spectral gain curves read, g∥(ω) = ℑ[R˜∥(ω)], and g⊥(ω) = ℑ[R˜⊥(ω)]. The VKE can des-
cribe an energy transfer among the two components, while the total energy is conserved during
propagation, N=∑ j ∫ n j (ω, z)dω= const .
We stress the remarkable simplicity of the VKE (D.6) as compared to the VNLSE (D.1). Firstly,
as in the usual scalar case, both effects of linear dispersion and instantaneous Kerr nonlinearity do
not enter the VKE, a property that has been confirmed by several previous works [9, 56, 180, 269].
In the vector problem considered here, the cross-phase modulation term (2nd term in Q(1)j ) that
couples the polarization components, is averaged out by the incoherence of the waves. In addi-
tion, the non-resonant birefringence terms [Q(2)j in (D.4)] do not contribute to the kinetic equation.
This is due to the fact that the terms Q(2)j solely involve correlators of the form, 〈A˜2j (ω)〉 ( j = 1,2) :
In contrast to the correlators n j (ω) which are phase-independent, the correlators 〈A˜2j (ω)〉 vanish
because the rapid random phases of A˜ j (ω) do not cancel out. It turns out that, in contrast to co-
herent wave propagation, here, the non-resonant terms Q(2)j are averaged out even in the weakly
birefringent regime.
The above discussion reveals that the unique terms which contribute to the VKE (D.6) are the
delayed phase-sensitive terms Q(3)j . As a remarkable consequence, whenever one neglects the per-
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turbative orthogonal Raman gain, g⊥(ω) (see Refs.[270, 271, 275]), the VKE reveals that there is no
coupling at all between the polarization components A1 and A2. Numerical simulations confirm
this prediction, as revealed by the quantitative agreement between VKE (D.6) and VNLSE (D.1)
simulations in Figure D.1-D.2, without using adjustable parameters.
D.4 Bimodal fibers
As a consequence of the decoupled polarization dynamics discussed above, the SISs generated
in the polarization components A1 and A2 evolve independently of each others, as illustrated in
Figure D.2. In order to study the interaction between SISs in different components A1 and A2, a
strong coupling among them is required. Such a strong interaction can be found in multimode fi-
bers [120]. The study of incoherent light propagation in bimodal fibers is the subject of the second
part of the article.
For simplicity, we consider here the example of a bimodal fiber in which two linearly polari-
zed waves A1 and A2 propagate respectively along the first LP01 and LP11 modes of the fiber. The
general form of the VNLSE governing the evolutions of the modal components A j ( j = 1,2) can
be found in [120] and its structure is analogous to (D.1). To see this, let us focus our attention on
such terms that originate in the Raman effect. The analysis of the overlap integrals among the two
modes reveals that only four distinct terms contribute to the VNLSE, and their structures exactly
coincide with the terms Q(l )j (l = 1,2,3) reported in (D.3)-(D.5). More precisely, the terms Q(l )j invol-
ved in the modal VNLSE can be recovered from (D.3)-(D.5) through the substitutions : Ro → κ12R∥
in Q(1)j ; R⊥→ κ12R∥ in Q(2)j and Q(3)j ; and γ→ (n2ω0/c)S1111 (assuming S1111 = S2222 for simplicity),
where κ12 = S1212/S1111 (Spl mn being the overlap integrals, see Eq.(8) in [120]).
As discussed above through polarization effects, a coupling among the modal components
A j ( j = 1,2) is provided solely by the term Q(3)j . This becomes apparent in the modal VKE, which is
recovered from (D.6) through the substitution : g⊥→ κ12g∥. The key observation is that, at variance
with the polarization VNLSE (D.1), the contribution of Q(3)j in the modal VNLSE is no longer a
perturbation. Indeed, considering the concrete example of a bimodal fiber of core radius a = 5µm,
core and cladding refractive indices nco = 1.4556, ncl = 1.45, and pump wavelength λ0 = 1550nm,
we obtain κ12 ' 0.626. Such a large value of κ12 reveals a strong coupling among the modes A1 and
A2. In addition, there exists a strong phase-mismatch among the modes, ∆β ' 9×103L−1nl , so that
Q(2)j averages to zero and can be neglected.
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FIGURE D.3 – Bimodal fiber dynamics : Evolutions of the spectra of the modal components A1 (left column,
(a)-(c)) and A2 (right column, (b)-(d)), obtained by solving the modal VNLSE (1st line) and modal VKE (2nd
line). Corresponding evolutions of the energies in each mode (3rd line, (e)-(f)). At variance with polarization
effects (Figure D.2), the modal components are strongly coupled : A1 and A2 spontaneously self-organize
into a bimodal vector SIS (VSIS). Parameters are Lnl = 1.55m, β2,1 = β2,2 =-20ps2/m, τ0 = 123fs, and δβ1 =
5.6ps/m.
D.5 Bidomal VSISs
The numerical simulations of the modal VNLSE and modal VKE reveal that, contrary to po-
larization effects, the strong modal coupling leads to a significant transfer of energy among the
modes A1 and A2, see Figure D.3. Interestingly, the nontrivial energy exchange is characterized by
an irreversible process of relaxation featured by the spontaneous formation of a vector SIS : The
SISs that evolve in the two modes A1 and A2 self-trap and propagate with a common velocity in
frequency space. We have derived the following analytical vector soliton solution of the VKE :
nsj (ω)= n0+ (nsj ,m −n0)exp
[
− log
(nsj ,m
n0
)ω2
ω20
]
, (D.7)
where n0 refers to the constant background noise, and nsj ,m are the soliton maximum spectral
amplitudes, which are coupled to each other by the soliton velocity. The VSIS is Gaussian-shaped,
and the characteristic spectral widths of the modal components are related to their respective
soliton amplitudes by :ωsj =ω0/
(p
2log
1
2 (nsj ,m/n0)
)
, whereω0 denotes the typical spectral width of
Raman gain defined by ω0 =
p
2[−∂ωg∥(0)]−1/2[−
∫∞
0 g∥(ω)dω]
1/2. We obtained a good agreement
between the analytical bimodal SIS solution (D.7) and the simulations of the VKE and VNLSE,
as remarkably illustrated in Figure D.4. A complete detailed description of the properties of the
continuous family of VSISs, their spectral velocities and self-consistent modal properties, will be
given elsewhere.
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FIGURE D.4 – Bimodal fiber dynamics : Spectral profiles of the VSIS corresponding to the numerical simu-
lation reported in Figure D.3 at z = 350Lnl : modal VNLSE (gray line) ; modal VKE (dashed green line) ; ana-
lytical VSIS solution from (D.7) (dot-dashed red line), initial condition (dark-dashed line). The quantitative
agreement between the modal VNLSE, modal VKE and analytical VSIS solution (D.7), has been obtained
without adjustable parameters.
D.6 Conclusion
In summary, we have derived a VKE that greatly simplifies the original VNLSE. At variance with
coherent waves where a strong birefringence is required to inhibit energy exchange among the po-
larization components, we showed that a weak birefringence not only prevents energy exchange,
but even leads to a decoupled evolution of the polarization components of the incoherent wave.
On the other hand, incoherent waves that propagate in the two modes of a bimodal fiber can be
strongly coupled. After a complex transient featured by a nontrivial energy exchange among the
modes, the incoherent waves self-organize into a vector SIS.
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Auto-organisation d’ondes optiques incohérentes: Condensation, thermalisation et repolarisation
Mots clés : optique non-linéaire, turbulence d’ondes, thermalisation d’ondes incohérentes, condensations
d’ondes, contrôle de polarisation.
Résumé : Le sujet de cette thèse porte sur les phénomènes d’auto-organisations d’ondes optiques non-
linéaires. Ce travail principalement théorique et numérique repose sur différents formalismes de turbulence
d’ondes, les singularités Hamiltoniennes et diverses expériences.
Une première partie de la thèse porte sur les processus irréversibles de thermalisation et de conden-
sation d’ondes. Le phénomène de condensation se caractérise par la formation d’une structure cohérente
à grande échelle (condensat) qui reste immergée dans une mer de fluctuations aux petites échelles (parti-
cules non condensées). En dépit des longueurs de propagation rédhibitoires pour atteindre l’état d’équi-
libre condensé, nous avons mis en évidence expérimentalement et théoriquement un phénomène de pré-
condensation qui a lieu loin de l’équilibre et qui joue un rôle précurseur pour l’état d’équilibre asymp-
totique. Par ailleurs, sur la base d’observations expérimentales récentes du phénomène de nettoyage de
faisceau dans une fibre optique multimode, nous avons développé une approche cinétique de turbulence
d’ondes prenant en compte le désordre structurel du matériau. La théorie révèle que le désordre entraîne
une accélération significative du processus de condensation permettant d’expliquer l’effet de nettoyage de
faisceau. Les expériences effectuées reportent l’observation d’une transition de la distribution thermique
vers la condensation, avec une fraction macroscopique de puissance condensée dans le mode fondamen-
tal. Nous avons aussi étudié l’impact d’une réponse fortement non-locale (ou non-instantanée) sur la pro-
pagation d’un speckle, ce qui a permis d’identifier un mécanisme d’émergence spontanée de cohérence de
phase à longue portée.
Une seconde partie des travaux est centrée sur le phénomène d’attraction de polarisation lors de l’in-
jection d’ondes incohérentes aux deux extrémités d’une fibre optique. La dynamique spatio-temporelle des
ondes partiellement polarisées contra-propagatives relaxe vers un état stationnaire où se produit un phé-
nomène d’auto-polarisation survenant au point milieu de la fibre. Ce phénomène est lié à la présence de
singularités dans le système Hamiltonien associé à l’état stationnaire.
Self-organization of incoherent optical waves : Condensation, thermalization and repolarization
Keywords : non-linear optics, wave turbulence, incoherent wave thermalization, wave condensation,
polarization control.
Abstract : The subject of this thesis concerns the study of phenomena of self-organization of incoherent
optical waves. This work is essentially theoretical and numerical and relies on different formalisms of wave
turbulence theory, the Hamiltonian singularities, and different experiments.
The first part of the thesis deals with the irreversible processes of thermalization and condensation of
incoherent waves. The phenomenon of condensation is characterized by the formation of a large scale co-
herent structure (condensate) that remains immersed in a sea of small scale fluctuations (uncondensed
particules). In spite of the large propagation lengths required to reach the condensed equilibrium state, we
have identified theoretically and experimentally in atomic vapors a phenomenon of pre-condensation that
occurs far from thermal equilibrium and that plays the role of a precursor for the asymptotic equilibrium
state. On the other hand, on the basis of recent experimental observations of the effect of beam self-cleaning
in multimode optical fibers, we have developed a kinetic wave turbulence approach that accounts for the
impact of a structural disorder of the material. The theory reveals that disorder leads to a significant ac-
celeration of the condensation process, which can explain the beam self-cleaning effect. Our experiments
report the observation of the transition from the thermal distribution toward condensation with a macro-
scopic fraction of condensed power into the fundamental mode. We have studied the impact of a highly
nonlocal (or non-instantaneous) response on the nonlinear propagation of a speckle beam, which allowed
us to identify a mechanism of spontaneous emergence of long-range phase coherence.
The second part of the manuscript is based on a phenomenon of polarization attraction when two in-
coherent waves are injected at both ends of an optical fiber. The spatio-temporal dynamics of the counter-
propagating partially polarized waves relax toward a quasi-stationary state characterized by a phenomenon
of self-polarization that occurs just in the middle point of the optical fiber. This effect is related to the pre-
sence of singularities in the Hamiltonian system associated to the stationary state.
